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Resumen 



En esta Tesis estudiamos el proceso de transicion cuantico-clasica en teoria de campos. Exten- 
diendo el formalismo de la funcional de influencia de Feynman y Vernon, estudiamos el proceso 
de perdida de coherencia para campos autointeractuantes en espacios pianos y para modelos de 
gravedad cuantica. 

En primer lugar, despues de destacar los principales resultados para una particula Browniana 
cuantica acoplada a un entorno de osciladores armonicos, consideramos una teorfa de campos con 
autointeraccion en el espacio de Minkowski. Calculamos una accion efectiva de granulado grueso 
integrando los modos del campos cuyas longitudes de onda sean menores que cierta longitud cn'tica. 
A partir de esta accion efectiva obtenemos la ecuacion de evolucion para la matriz densidad 
rcducida. Calculamos los cocficientes de difusion de esta ecuacion y analizamos cl proceso de 
perdida de coherencia para las longitudes de onda mayores que la critica. Luego, con el objcto 
de analizar la formacion de estructuras en modelos inflacionarios, generalizamos los resultados 
a campos acoplados conformemente a la metrica de de Sitter. Mostramos que la perdida de 
coherencia es efectiva si la longitud de onda cn'tica es mayor que el radio de Hubble. 

Por otro lado, estudiamos cl Ifmitc clasico en modelos de gravedad cscalar-tensorial en dos 
dimensiones. Analizamos diferentes acoplamientos entre el campo dilatonico y cl campo dc ma- 
teria. Discutimos el proceso de radiacion de Hawking en los distintos modelos. A partir de un 
calculo exacto de la funcional de influencia, estudiamos las condiciones bajo las cuales es posible 
que la perdida de coherencia sea efectiva en metricas cosmologicas para asegurar la validez de la 
aproximacion semiclasica. 

Finalmente estudiamos modelos en cuatro dimensiones donde campos masivos se acoplan a 
la geometria del espacio-tiempo de manera arbitraria. Calculamos las ecuaciones de Einstein- 
Langevin para estudiar el efecto de las fluctuaciones cuanticas inducidas por los campos de materia 
sobre la geometria clasica. 

Palabras claves: 
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coherencia - Agujeros negros - Cosmologfa 



Abstract 



In this Thesis we study the quatum to classical transition process in the context of quantum 
field theory. Extending the influence functional formalism of Feynman and Vernon, we study the 
decoherence process for self-interacting quantum fields in fiat space. We also use this formalism 
for arbitrary geometries to analyze the quantum to classical transition in quantum gravity. 

After summarizing the main results known for the quantum Brownian motion, we consider 
a self-interacting field theory in Minkowski spacetime. We compute a coarse grained effective 
action by integrating out the field modes with wavelength shorter than a critical value. Prom this 
effective action we obtain the evolution equation for the reduced density matrix (master equation). 
We compute the diffusion coefficients for this equation and analyze the decoherence induced on 
the long- wavelength modes. We generalize the results to the case of a conformally coupled scalar 
field in de Sitter spacetime. We show that the decoherence is effective as long as the critical 
wavelength is taken to be not shorter than the Hubble radius. 

On the other hand, we study the classical limit for scalar-tensorial models in two dimensions. 
We consider different couplings between the dilaton and the scalar field. We discuss the Hawking 
radiation process and, from an exact evaluation of the infiuence functional, we study the conditions 
by which decoherence ensures the validity of the semiclassical approximation in cosmological 
metrics. 

Finally we consider four dimensional models with massive scalar fields, arbitrary coupled to 
the geometry. We compute the Einstein-Langevin equations in order to study the effect of the 
fluctuations induced by the quantum fields on the classical geometry. 

Keywords: 

Quantum to classical transition - Quantum field theory - Semiclassical gravity - Decoherence 
- Black holes - Cosmology 
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Capitulo 1 



Introduccion 



La motivacion fundamental de la presents Tesis es avanzar en la comprension del origen y de 
los mecanismos por los cuales la transicion cuantico-clasica tiene lugar en teon'a de campos. En 
particular, utilizando una extension del formalismo de la funcional de infiuencia de Feynman y 
Vernon para teon'a de campos, estudiamos este proceso para campos escalares en el espacio de 
Minkowski y para campos escalares acoplados a geometrias arbitrarias con el objeto de entender 
la transicion "a lo clasico" de modelos de gravedad cuantica. 

La mecanica cuantica es una de las teorias mas exitosas de la historia de la fisica: todas sus 
predicciones concuerdan con los experimentos con gran precision y su aplicacion ha transformado 
el mundo tecnologico en diferentes areas. Por otra parte, su dominio de validez es notablemente 

amplio ya que se utiliza tanto para explicar la estructura de las estrellas de neutrones como 
tambien para predecir las observaciones de experiencias que involucran partfculas elementales que 
interactiian a muy altas energfas. 

Si bien la mecanica cuantica es imprescindible para una descripcion microscopica de la na- 
turaleza, con la mecanica clasica bastaria, cn principio, para describir el comportamiento de sis- 
temas a escalas macroscopicas. Esta afirmacion csta basada fundamentalmente en nuestro "sentido 
comiin" : a cscala macroscopica las cosas "succdcn" o "no suceden" y los objetos matcrialcs siem- 
pre tienen propiedades bien definidas. La fisica clasica esta compuesta por un conjunto de axiomas 
compatibles con este tipo de afirmaciones. En cambio la mecanica cuantica es, a primera vista. 
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incompatible con ellas: no es posible asignar propiedades bien definidas a los sistemas fi'sicos a 
menos que estas propiedades scan medidas. Pero la mecanica cuantica es absolutamente necesaria 
para explicar muchos fenomenos aiin a escala macroscopica, como los propios de las estrellas de 
neutrones antes mencionadas. 

En general, para que un sistema cuantico pueda considerarse como clasico hay, al menos, 
dos condiciones que deben satisfacerse. Por un lado, la funcion de onda debe predecir que las 
variables canonicas esten fuertemente correlacionadas de acuerdo a las leyes clasicas, o alguna 
distribucion construida a partir de ella (como ser la funcional de Wigner) debe presentar un 
"pico" alrededor de una o un conjunto de configuraciones clasicas. Para ciertas funciones de onda 
que se describen frecuentemente como "semiclasicas" , se puede demostrar que predicen una fuerte 
correlacion entre las coordenadas y los momentos. Entonces, nos referiremos a esta condicion 
simplemente como correlacion. Por otro lado, la segunda condicion es que la interferencia entre 
las distintas configuraciones clasicas debe ser despreciable, de modo tal que sea posible decir que 
el sistema esta en cierto estado definido, entre los muchos estados posibles. Esto involucra una 
perdida de coherencia, es decir la destruccion de los elementos no-diagonales de la matriz densidad, 
que representan los terminos de interferencia. 

El conflicto aparente entre la mecanica cuantica y nuestro sentido comiin se basa en el hecho 
de que los efectos de interferencia cuantica entre estados macroscopicamente distinguibles no son 
observados en la naturaleza. En todos esos casos, la interferencia cuantica esta ausente y las 
probabilidades pueden sumarse, al igual que en la mecanica clasica. Por otro lado, existe cierta 
ambigiiedad cuando queremos establecer claramente la "frontera" entre lo que consideramos como 
cuantico y aquello que llamamos clasico, por lo tanto el entendimiento de esta transicion es de 
gran importancia en muchas ramas de la fisica. 

En general la inexistencia de interferencia cuantica entre estados macroscopicamente distin- 
guibles puede ser explicada como consecuencia del proceso de perdida de coherencia. Este proceso 
considera como aspecto fundamental que los objetos macroscopicos siempre interactuan con un 
entorno formado por un gran numero de variables irrelevantes. Esta interaccion es la que produce 
que los efectos de interferencia cuantica desaparezcan muy rapidamente |||, ^, § y emerja una 
descripcion en terminos de variables clasicas de lo que en principio era un sistema cuantico. 
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Por lo tanto, modelando en forma realista la interaccion entre sistemas macroscopicos y sus 
entornos es posible tener una nocion clara de cuan eficiente es el mecanismo de perdida de co 
herencia y cual es la escala de tiempo en la que este actiia. En particular, se ha comprobado en 
varies ejemplos que la perdida de coherencia puede tener lugar en tiempos mucho mas cortos que 
aquellos para los cuales el entorno comienza a producir efectos disipativos. En consecuencia no es 
difi'cil entender el motive por el cual no se observa interferencia cuantica de objetos macroscopicos. 

Entre las motivaciones principales que llevaron a tratar de entender el proceso de perdida de 
coherencia podemos mencionar, en primer lugar, al estudio de la dinamica de la transicion del 
regimen cuantico al clasico: entender como y cuando un sistema deja de comportarse cuanticamente 
(exhibicndo intcrfcrcncias) para pasar a haccrlo clasicamcntc. En cstc contcxto, rcvistc gran in- 
teres la comprcnsion del proceso de transicion cuantico-clasica en cosmologia cuantica, el cual 
involucra perdida dc coherencia, procesos disipativos y correlaciones. Este estudio se encuadra 
principalmente en la fundamentacion de la aproximacion semiclasica de la gravedad cuantica, 
donde consideramos campos de naturaleza cuantica acoplados a una geometria del espacio-tiempo 
que es clasica. Esta aproximacion contiene efectos muy interesantes como, por ejemplo, la creacion 
de particulas, que a su vez tiene un rol preponderante en la transicion cuantico-clasica. 

Los problemas antes mencionados indican la necesidad de un mejor entendimiento de la natu- 
raleza y estructura de los sistemas cuanticos abiertos, especialmente para teoria cuantica de cam- 
pos. La relacion entre los procesos estadisticos y cuanticos que involucran ruido y fiuctuaciones, 
tales como disipacion, perdida de coherencia, correlaciones y creacion de particulas debieron estar 
presentes en el Universe temprano, y su consecuente evolucion debio estar signada por la influencia 
de estos hasta arribar a nuestro Universe actual, que se cemporta clasicamente. 

Particular mente, distintas teon'as pretenden explicar la formacion de las estructuras en el Uni- 
verse (galaxias, ciimulos, etc) a partir de las inhemogeneidades primerdiales, las cuales aparecieron 
debido a las fiuctuaciones cuanticas de los campos de materia. Es posible que las fiuctuaciones 
cuanticas se hayan convertide en perturbacienes clasicas debido a la expansion del Universe. Per 

lo tanto, la perdida de coherencia de las inhemogeneidades primordiales sen'a la consecuencia de 
una combinacion entre la expansion del Universe y la existencia de interaccienes no lineales que 
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generan un acoplamiento entre aquellas inhomogeneidades que alcanzan la escala macroscopica y 
aquellas que nunca crecen lo suficiente (las cuales conforman un entorno efectivo para las primeras). 

Por otro lado, y con el objeto de estudiar en detalle la frontera entre lo cuantico y lo clasico, 
es posible concebir experiencias de "perdida de coherencia controlada" en las que se controla con 
precision la intensidad de la interaccion entre el sistema cuantico y su entorno. Cuando podemos 
considerar el acoplamiento como debil, el sistema manifiesta interferencias, mientras que cuando 
el proceso de perdida de coherencia es efectivo se comporta en forma clasica. Recientemente 
se ban realizado experiencias utilizando sistemas de iones atrapados en los que, mediante una 
combinacion de campos electromagneticos, se confina en el espacio a un conjunto de iones que 
permanece aislado de todo entorno (gracias a que los iones son enfriados lo suficiente). El entorno 
esta formado por los modos del campo electromagnetico debido a la aplicacion de laseres; y es la 
frecuencia de estos la que controla la transicion cuantico-clasica Q. 

El proceso inverso, aislar suficientemente a un sistema macroscopico hasta que se comporte 
cuanticamente no es tan sencillo. Sin embargo existen propuestas de utilizar superconductores 
para observar efectos cuanticos macroscopicos, dado que estos materiales presentan importantes 
efectos colectivos que involucran la accion coherente de un gran mimero de particulas 

Como mencionamos al inicio de esta Introduccion, el objetivo principal en este trabajo consiste 
en estudiar el proceso de perdida de coherencia en teon'a de campos como primer paso hacia 
el entendimiento global de la transicion cuantico-clasica en dicho contexto. En el Capitulo 2 
utilizamos una particula Browniana cuantica acoplada a un entorno de osciladores armonicos, 
como ejemplo para desarrollar un formalismo adecuado para estudiar sistemas cuanticos abiertos. 
Este formalismo, desarrollado por Feynman y Vernon |^ es muy util para describir los efectos 
disipativos y difusivos, caracteristicos de este tipo de modelos. Calculamos la ecuacion maestra 
que da la evolucion de la matriz densidad reducida, la cual se obtiene integrando los grados 
de libertad correspondientes al entorno. A partir de la ecuacion maestra podemos analizar la 
aparicion de efectos de ruido y disipacion (debidos al acoplamiento con el entorno) que producen 
la transicion al regimen clasico de la particula Browniana. Tambien mostramos la deduccion de 
la ecuacion de movimiento semiclasica y de la ecuacion asociada de Langevin. Los resultados de 
este capitulo estan basados, fundamentalmente en las referencias |15U y ]23U. 
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En el Capitulo 3, extendemos el formalismo de la funcional de influencia de Feynman y Vernon 
a teon'a de campos. Consideramos un campo escalar con autointeraccion del tipo A(/)^. Intro- 
duciendo una escala artificial en el modelo, separamos los modos de dicho campo entre los modos 
de longitud de onda mayor y menor que la escala introducida. De esta manera podemos evaluar 
(mediante calculos perturbativos) la ecuacion maestra asociada a los modos de longitud de onda 
mayor que la longitud cn'tica; luego de haber integrado los modos de longitud de onda corta, los 
que consideramos como entorno. Estudiando los coeficientes de difusion de la ecuacion maestra 
analizamos el proceso de perdida de coherencia de los diferentes modos del "campo-sistema" . 

Este modelo desarrollado en el espacio de Minskowski, lo extendemos a espacios curvos con 
el objeto de mostrar que la perdida de coherencia es realmente efectiva para aquellos modos 
del campo escalar cuya longitud de onda sea mayor que el radio de Hubble en el espacio de de 
Sitter. Esto es importante para los modelos que intentan explicar la formacion de estructuras en 
cosmologia a partir de las fluctuaciones de los campos de materia cuanticos. Todo el Capitulo 3 
esta basado en el trabajo |3C]. 



Llegado a este punto comenzamos el estudio de campos cuanticos en espacios curvos, a los 
efectos de analizar el Kmite semiclasico en gravedad cuantica. En el Capitulo 4 estudiamos el Hmite 
semiclasico en modelos de gravedad escalar-tensorial en dos dimensiones. Analizamos diferentes 
acoplamientos entre el campo dilatonico y el campo de materia. Estudiamos el proceso de radiacion 
de Hawking en los distintos modelos. A partir de un calculo exacto de la funcional de influencia 
discutimos las condiciones bajo las cuales es posible que la perdida de coherencia sea efectiva en 
metricas cosmologicas para asegurar la validez de la aproximacion semiclasica. Este capitulo esta 
basado en [p6| y 



Luego, en el Capitulo 5 estudiamos modelos mas realistas en 3+1 dimensiones. Con el objeto 
de entender la influencia de los campos cuanticos de materia sobre la geometria clasica del espacio- 
tiempo, evaluamos las llamadas ecuaciones de Einstein-Langevin para un campo escalar masivo 



con acoplamiento arbitrario a la geometria |62|. 



Finalmente en el Capitulo 6 resumimos nuestras conclusiones. 



Capitulo 2 



El movimiento Browniano cuantico 



La relajacion termica de sistemas en interaccion con entornos ha sido un tema de gran interes 
en mecanica estadistica por mucho tiempo. En particular, es importante notar que la propia 
descripcion de la relajacion de sistemas cuanticos acoplados a un entorno, tambien debe ser ana- 
lizada por medio de la mecanica cuantica 0. Las situacion mas simple que podemos considerar 
en este contexto es aquella del movimiento Browniano de un oscilador armonico cuantico en un 
entorno de la misma naturaleza. Los modelos de movimiento Browniano cuantico proveen un 
ejemplo ti'pico de sistemas cuanticos abiertos, y han sido muy utilizados para el entendimiento de 
la teoria de medicion en mecanica cuantica Q , optica cuantica Q y perdida de coherencia |^] , por 
citar solo algunos de los intereses que presentan estos modelos. El objeto central de estudio es la 
ecuacion maestra para la matriz densidad reducida de la parti'cula Browniana, que se obtiene luego 
de integrar los grados de libertad correspondientes al entorno. Una gran cantidad de trabajos en 
esta direccion han sido hechos en el pasado 11, 12, |l3|, 0]. La derivacion mas general de 



esta ecuacion maestra es la efectuada por B.L. Hu, J. P. Paz y Y. Zhang |15], donde utilizaron la 
funcional de influencia de Feynman y Vernon |^] provista por tecnicas de integrales de camino, lo 
cual es de gran utilidad para extender el formalismo a teorias de campos, que es uno de nuestros 
objetivos fundamentales. 
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2.1 El modelo: sistema y entorno 



El modelo esta compuesto por una particula Browniana de masa M y frecuencia natural 
acoplada a un entorno representado por un conjunto de osciladores armonicos de masa m„ y 
frecuencia natural cj„. La particula esta acoplada a cada uno de los osciladores del entorno con 
una constante de acoplamiento A„. La accion total del sistema-entorno esta dada por 



S[x, q] = S[x] + SeIq] + Sint[x, q] 

/■* 1 1 
= ds -M{±^ -n^x^)+Yyi^mn{ql-ujlql)]-^\nXqr, 



(2.1) 



donde a; y g„ son las coordenadas de la particula y de los osciladores respectivamente. Debemos 
senalar que por simplicidad en este capitulo, solo nos referiremos a este tipo de acoplamiento 
lineal entre sistema y entorno. Nuestro objetivo fundamental es introducir el formalismo que 
luego emplearemos en teoria de campos, donde los acoplamientos seran mas complicados. La 
ventaja de este modelo es que la ecuacion maestra puede obtenerse en forma exacta para todo 



tipo de entorno a considerarse [15, M]. Acoplamientos mas generales {x^q^) ban sido considerados 



en la literatura, donde la ecuacion maestra ha sido obtenida perturbativamente |17]. 

En este modelo de movimiento Browniano, la evolucion del sistema combinado (sistema- 
entorno), puede caracterizarse por cuatro escalas de tiempo diferentes: la primera esta asociada a 
la frecuencia natural de la particula aislada fi; la segunda esta representada por el tiempo de rela- 
jacion (caracterizado por el acoplamiento entre la particula y el entorno); la tercera corresponde 
al "tiempo de memoria" del entorno (en general asociado a la frecuencia mas alta presente en el 
entorno) y finalmente la escala de tiempo asociada con la temperatura del entorno, que mide la 
importancia relativa entre los efectos cuanticos y termicos. 

El efecto del entorno sobre la dinamica del sistema esta caracterizado por los fenomenos de 
fluctuacion y disipacion. Estos efectos pueden determinarse por una propiedad totalmente es- 
peci'fica del entorno: la densidad espectral Esta densidad da el niimeros de osciladores con 
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una dada frecuencia y para una magnitud especi'fica de la constante de acoplamiento, presentes 
en el entorno, 



Por lo tanto, dando la densidad y el estado inicial del entorno, tanto la disipacion como las 
fluctuaciones quedan uniVocamente determinadas, como podremos ver en la siguiente seccion. 

Diferentes I{uj) clasifican a los diferentes tipos de entornos; la constante de acoplamiento se 



Por razones fisicas, uno no espera que un entorno real contenga un niimero infinito de frecuencias, 
y en general se introduce una escala arbitraria, que llamaremos frecuencia de corte A, que volvera 
cero a la densidad espectral para aquellas frecuencias mayores que esta frecuencia de corte; es 
decir /(w) — > cuando w > A. Por lo tanto, la escala de tiempo asociada a la memoria del 
entorno, mencionada en un parrafo anterior, queda determinada por la inversa de esta frecuecia 
de corte. El entorno se conoce usualmente como ohmico si la densidad espectral es tal que 
I{oo) ~ u; (w < A); supraohmico si /(cj) ~ para a > 1 o subohmico si a < 1. Es simple ver que 
el caso ohmico (que es el mas estudiado en general) corresponde a la situacion fisica en la que el 
entorno induce una fuerza lineal con la velocidad sobre el sistema. En este capitulo se utilizara la 
siguiente expresion explicita para la densidad espectral [|l5|] 



donde con 70 representamos la constante de relajacion del entorno que corresponde a la frecuencia 




(2.2) 



ajusta a la frecuencia del entorno, como por ejemplo A; 



ninUJn para cada modelo de entorno |Tl| . 




(2.3) 



asociada al acoplamiento entre sistema y entorno |^]. 



2.2 Funcional de influencia de Feynman y Vernon 



El problema central de estudio en esta seccion es desarrollar un formalismo general que nos permita 
encontrar todos los efectos cuanticos de un entorno sobre nuestro sistema de interes. En trabajos 
previos, la ecuacion de evolucion para la matriz densidad reducida fue calculada bajo ciertas 
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aproximaciones, como por ejemplo para entornos a temperatura arbitraria pero solo en el caso 
ohmico 1^]; o en el Kmite de alta temperatura [^]. En esta seccion mostramos una representacion 
funcional del operador de evolucion de la matriz densidad reducida, que nos permitira obtener la 
ecuacion maestra exacta para un entorno general. 

El operador matriz densidad p evoluciona unitariamente bajo la accion del operador de evolucion 
J{t,to), por lo tanto 



(2.4) 



es la ecuacion de evolucion para la matriz densidad total p. Utilizando la representacion de la 



integral de caminos ||18[, este propagador puede escribirse como 



J{x,q,x ,q ■,t\xi,qi,Xi,qi;to) = U{x,q;t\xi,qi;to)U*{x ,q ■,t\xi,q-to) 



Vx I Vqex.p 
Jqi 



h 



S[x, q] 



I Vx' I Vq' exp 

Jx'. Jq' 



n 



S[x',q'[ 



(2.5) 



donde U es el operador de evolucion de la funcion de onda. Las integrales funcionales del segundo 
termino de la ecuacion estan realizadas sobre todas las posibles historias compatibles con las 
condiciones de contorno. Con q estamos representando las coordenadas del conjunto completo de 
osciladores presentes en el entorno (qn)', Y con i notamos las variables en el instante inicial. 

La matriz densidad reducida esta definida como 



Pr{x,x') 



-oo /"-l-oo 



oo J — oo 



dq / dq' p{x,q\x' ,q)5{q - q), 



(2.6) 



por lo tanto, su evolucion temporal esta regida por un operador evolucion reducido Jr, definido 
como: 



Pr{x,x';t) 



+ 00 



dXi I ^"^i i ^1-^25 -^^i ^o) (-^2 ; ^2 1 ^o) • 



(2.7) 



Considerando como condicion inicial que el sistema y el entormo no estan correlacionados [15|, 
p(to) = /5sist(io) ® Pcnt{to), el operador de evolucion reducido adopta la forma 
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Jr{xf,x'j;t\xi,x'^;to) = / Vx / Vx' exp 

J Xi J x'- 


|(SH - 


S[x']) 


F[x,x'] 




= / Vx / Vx exp 

J Xi J x'. 


^A[x,x'] 






(2 



donde con el sub-mdice / denotamos a las variables en el momento final de la evolucion. A[x, x'] es 
la llamada "accion efectiva" para el sistema cuantico abierto y F[x, x'] es la funcional de influencia 
de Feynman y Vernon, definida explicitamente como P] 



/+00 r+co r+oo rqf rq'^ 

dqf I dqi / dq[ / Vq / Pg'exp 

Pent{qi,qi;to) 



-{Sent[q] + Sint[x,q]) 



X exp 



exp 



n 



--(5ent[9']+Sint[x',g']) 



6A[x,x'] 



(2.9) 



donde llamamos a la accion de influencia. En consecuencia la accion efectiva para el 

sistema cuantico abierto es 74[x,x'] = S[x] — S[x'] + 

Debido a la estructura de esta fmicional, podemos interpretar a las historias x y x' como 
moviendose hacia el futuro y pasado, respectivamente (g la diferencia de signo que aparece 

en cada exponencial). Esta observacion permite senalar la similitud entre el formalismo de la 
funcional de influencia y el de la funcional generatriz de camino temporal cerrado (CTC) [|l9| 
(similitud que utilizaremos en los capitulo 4 y 5). Las reglas de Feynman que se deducen a partir 
del formalismo CTC son muy utiles para calcular la funcional de influencia en teorfa de campos. 

Gracias a la condicion inicial en la que no existen correlaciones, la funcional de influencia solo 
depende del estado inicial del entorno. En este ejemplo mostramos la funcional F[x,x'] para un 
entorno que inicialmente esta en equilibrio termodinamico a temperatura (condiciones mas 
generales acerca de la condicion de equilibrio entre el sistema y el entorno pueden encontrarse en 
la Ref. |T^; acerca de condiciones iniciales con correlaciones consultar las Refs. ^). Para las 



presentes condiciones iniciales, la funcional de influencia puede calcularse exactamente p, 10, |15|. 
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El resultado es: 



F[x,x'] = exp 



dsi / ds2[x{si) - x'{si)]r]{si - S2)[X{S2) + X'{S2)] 
Jo 



1 /■* /"^l 

dsi / (is2[x(si) - x'{si)]i'{si - S2)[X{S2) - x'{s2)] 



JO 



(2.10) 



Los nucleos ij y v, son en general no-locales en el tiempo y estan definidos como 

u{s) = / dujI{u))coth coscjs, (2-11) 

JO 2 

riis) = ^7(«), (2.12) 
donde 

j{s) = / duj cosws. (2-13) 

JO w 

Dada la expresion de la funcional de influencia en terminos de los nucleos rj y ly, podemos 
escribir la accion de influencia como 



SA[x,x'] = -2 [ dsi [ \s2A{si)r]{si - S2)^{si] 
Jo Jo 
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+ i dsi (is2A(s2)i^(si - S2)A(s2), (2.14) 

JO JO 

donde hemos introducido las variables: /S. = x — x'yT, = l/2(x + x'). 

Las partes real e imaginaria de la accion efectiva pueden interpretarse como respon- 

sables de la disipacion y el ruido, respectivamente. Los nucleos de ruido y disipacion estan siempre 
relacionados por una ecuacion integral conocida como la relacion de fluctuacion-disipacion [14|. 
Para el caso del movimiento Browniana cuantico, esta relacion puede escribirse como 

r+oo 

y{s)= ds'K{s-s')-/{s'), (2.15) 



donde el nucleo K{s) esta definido por 

K{s) = I dw—coth cosws. (2-16) 

JO 71" 2 
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En el Hmite clasico de muy altas temperaturas, el nucleo K es proporcional a una funcion 
delta de Dirac, K(s) = 2k^T5{s) y la relacion de fluctuacion-disipacion no es mas que la relacion 
de Einstein usual. 

La ecuacion de movimiento para la particula Browniana puede deducirse a partir de la accion 



efectiva mediante 



&A[x,x'] 
5x 



0, 



x{t) + n'^x{t) + 2 [ dsTj{s - t)x{s) = 0, 
Jo 



(2.17) 



que en este caso corresponde a haber efectuado un promedio sobre todas las posibles realizaciones 
del ruido. Para poner de manifiesto este hecho podemos escribir la parte imaginaria de la accion 
de influencia en terminos de una fuerza estocastica acoplada al sistema y definida por una 
distribucion de probabilidad gaussiana 



pm] = exp ^ dsi £ ds2asiMsi - s2)-'as2: 



(2.18) 



donde es una constante de normalizacion. Por lo tanto, la parte imaginaria de la accion efectiva 
puede escribirse en funcion de la fuente de ruido estocastica como 



J VmP[^] exp 



exp 



dS2A(si)l/(si - S2)A(S2) 



(2.19) 



Finalmente, habiendo escrito la parte imaginaria en funcion de podemos escribir una 
ecuacion de movimiento explicitando la presencia de un termino de ruido. Esta es la ecuacion 
asociada de Langevin, donde la dinamica de la particula clasica esta afectada por la presencia de 
una fuente de ruido 10, 0]: 



x{t) + n'^x{t) + 2 f dsri{s - t)x{s) = ^{t). 
Jo 



(2.20) 



El ruido estocastico ^ esta caracterizado por su distribucion de probabilidad P[^] y por las 
funciones de correlacion 



(2.21) 
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2.3 La ecuacion maestra 



En general, por consideraciones fisicas, el conocimiento de la ecuacion maestra para la evolucion 
de la matriz densidad reducida es mas util que la evolucion exacta de la matriz densidad total 
misma. En realidad, a partir de la ecuacion maestra podemos extraer muchos aspectos cualitativos 
acerca del comportamiento del sistema, los cuales son independientes de las condiciones iniciales. 

El modelo presentado en este capi'tulo tiene un acoplamiento lineal y puede resolverse exac- 
tamente. Las integrates de camino de la Ec. (|2.8|) pueden evaluarse debido a que son integrates 



Gaussianas |15, 16]. Por este motivo la deduccion de la ecuacion maestra esta basada en la re- 
presentacion de integral funcional para el operador de evolucion de la matriz densidad reducida 
(Ec. ( |2.8| )). La no-localidad de los micleos presentes en la funcional de influencia es la linica com- 
plicacion; por lo tanto, obtener formalmente la ecuacion maestra es conceptualmente equivalente 
a derivar la ecuacion de Schrodinger a partir de la representacion funcional del propagador en 
mecanica cuantica. 

Para hallar la ecuacion maestra debemos evaluar la derivada temporal del operador de evolucion 
reducido. El hecho antes mencionado que la funcional de influencia sea no-local, implica que no 
podamos calcular esta derivada simplemente expandiendo en dt al propagador Jj-{t + dt,t) y 
restandole Jr(t,t); dado que el propagador J^{t + dt,t) depende del estado del sistema a tiempo 
t. Esto solo puede hacerse en el caso de alta temperatura porque en este limite la funcional de 



influencia se torna local en el tiempo |1C]. 



Los resultados basados en el procedimiento funcional seguido por B.L. Hu, J. P. Paz y Y. 
Zhang en la Ref. ||l^ pueden re-obtenerse de una manera extremadamente sencilla mediante 
un metodo perturbativo (pero que en el caso de acoplamiento lineal provee la ecuacion maestra 
exacta) [^]. En esta seccion mostramos dicho procedimiento debido a que estamos interesados, 
fundamentalmente, en discutir las caracteristicas mas importantes de la ecuacion maestra, y no 
de su deduccion. El metodo funcional sera empleado en el capftulo siguiente donde evaluaremos 
la ecuacion maestra en teon'a de campos. 

En la representacion de interaccion, la matriz densidad total (sistema-entorno) evoluciona de 
acuerdo a la ecuacion 
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inp=[v{t),p], 



(2.22) 



donde el potencial de interaccion V{t), en la representacion de interaccion es, simplemente 



V{t) = exp 



n 



V exp 



(2.23) 



y la matriz densidad p es 



p{t) = exp 



(-ffsist + Hent)t 



p exp 



7i 



(^^sist + Hcrit)t 



(2.24) 



La solucion de la ecuacion ( 2.22| ) puede obtenerse perturbativamente mediante la serie de 
Dyson: 



n>0 



JO 



r[v{h),[v{t,),[...,[vit^),pm ■■■]]■ 



(2.25) 



A partir de esta serie, en sencillo deducir la ecuacion de evolucion para la matriz densidad 
reducida. La matriz densidad reducida p,- = TrentP, en la representacion de interaccion, puede 
escribirse (conservando terminos hasta segundo orden en la constante de interaccion) como: 



1 /•* 



p,{t) « Pr(0) + -y^ dtl Trent ([T^(tl), P(0)]) 



t rt 



dh dt2Tr,^t{[V{ti),[V{t2),pm])- 
n Jo Jo 



(2.26) 



Para hallar la ecuacion maestra debemos tomar la derivada temporal de la Ec. ( 2.26| ), obte- 
niendo 



Pr = ^Tr,^t[V{t),p{0)] - ^ f' dtiTr,^t[V{t),[V{h),p{0)]]. 
in n Jo 



(2.27) 



Ahora bien, como estamos trabajando con la condicion inicial de no-correlacion p(0) = /?sist(0) 
/Oent(O), la ecuacion para matriz densidad reducida puede re-escribirse como 



Pr = r^Trent[V'(t),/Osist(0) <S> Pent 



1 /■* 

(0)0 Pent (0)]]. (2.28) 

n Jo 
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El estado inicial /?sist(^o = 0) que aparece en el lado derecho de la Ec. ( 2.28 ) puede expresarse 



nuevamente en terminos de Pr{t) gracias a la expansion ( ^.26 ). De esta manera el lado derecho 



de la ecuacion ( p. 281 ) puede escribirse completamente en terminos de la matriz densidad reducida 
a tiempo t. De esta manera podemos escribir la ecuacion maestra (valida a segundo orden en un 
desarrollo perturbativo y para la condicion inicial donde no existe correlacion) como: 



in n Jo 



Pr = T^Trent[V^(t),/Or ® Pent(O)] " 72 /_ dtiTr^^t[V {t) , [V{ti),p, ® />ent(0)]] 



+ ^ / C?tiTrent{[l^(i),Trent([^(tl),Pr®Pent(0)])®/9ent]}. (2-29) 

ri Jo 

En el caso de nuestro particular interes, V = J2n ^nQnX- Si el entorno esta inicialmente en 
equilibrio a temperatura T = 1/A;b/3, la ecuacion maestra se reduce a 

/Or = -7*2 f dtiTrent[V{t),[V{ti),p, ^ p^^tiO)]], (2.30) 

h Jo 

y el termino dentro de la integral temporal puede escribirse como 

Tre„t[y(t), [V{h),pr Pent(O)]] = ^ E ^n(({9n(t), g„(ti)}) [x{t), [x{h), p^]] 

n 

+ {[qn{t),qniti)])[xit),{x{h),p,}]), (2.31) 

donde ( ) denota el promedio sobre el estado inicial del entorno. Retornando a la representacion 

de Schrodinger, la ecuacion maestra puede escribirse 

Pr = ^[H,i,t,Pr]- dti(^u{t-ti)[x,[x{ti-t),p]]-ir]{t-ti)[x,{x{ti-t),p}]y (2.32) 

en funcion de los niicleos de ruido y disipacion, que estan dados por: 

= ^E^n({'?n(0,9n(0)})=E^;;^COs(u;.t)(l + 2iV„) 

\2 



= l^T.>^l(Mt),qnm)=Y.—^M^nt) (2.33) 

Zrl ^ ^ ZTTljillLOn 

Usando que l + 2Nn = coth^, la expresion para la densidad espectral y la relacion 
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1^ \2 poo 

-^/K) = / du;I{uj)f{u;), 
2mnUJn Jo 



n=l 

obtenemos 



oo 



i^{t) = / dujl{uj) cos(wt)(l + 2N{u;)), 







oo 



r]{t) = / dujl{uj) sm{ujt). 
Jo 

Resolviendo las ecuaciones de Heisenberg para el sistema y determinando el operador x{t) 



x{t) = xcos{VLt) + -j-^psu\{Q,t), 
podemos escribir la expresion final de la ecuacion maestra: 



Pr = Insist + \Mn\t)x\p,] + 2i^{t)[x,{p,p,]\ - D{t)[x, [x,p,]] - f{t)[x, \p,p,]], (2.34) 



donde los coeficientes temporales estan dados por: 
2h 



n^{t) = J dt' cos{nt')r]{t') 



D{t) = f dt' cos{VLt')v{t') (2.35) 
1 /■* 







aquf r2 es la frecuencia natural renormalizada por el entorno; 7(t) es la tasa de relajacion; D{t) y 
fit) son los coeficientes de difusion (responsables de los efectos de perdida de coherencia). 

Esta ecuacion, derivada perturbativamente, es la misma que se deduce en el calculo exacto 
para el movimiento Browniano con acoplamiento lineal 16, ^]. 
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2.4 Perdida de coherencia 



En esta seccion haremos una breve discusion acerca de los principales resultados obtenidos en 
relacion al proceso de perdida de coherencia en el movimiento Browniano cuantico. La relevancia 
del proceso de perdida de coherencia en el contexto de la transicion cuantico-clasica ha sido 
reconocida en los liltimos afios ||, |3|, |2^. La idea basica de este proceso es que los aspectos 
clasicos son una propiedad emergente en los sistemas cuanticos abiertos inducida por los entornos. 
Debido a la interaccion con el entorno, la gran mayoria de los estados del espacio de Hilbert de un 
sistema cuantico se vuelven altamente inestables frente a la interaccion. Despues del tiempo de 
perdida de coherencia, que para objetos macroscopicos es mas corto que cualquier escala dinamica 
del sistema, un estado cuantico generico decae en una mezcla de "estados indicadores" De 
esta forma el entorno induce una regla de seleccion efectiva sobre el sistema advirtiendo de la 
existencia de una superposicion de estados indicadores que es estable. Estos estados indicadores 
se distinguen por su "habilidad" de permanecer despues del monitoreo efectuado por el entorno, 
y por eso son los estados en los cuales el sistema cuantico abierto sera observado (o medido). 

Para estudiar el proceso de perdida de coherencia a partir de la ecuacion maestra (|2.34|) , 
consideremos la siguiente superposicion inicial de estados coherentes: 

= 0) = iVexp (^- ^"^2^2°^ +iPox^ + N exp (^"^^^^^ " ^^o^j , (2.36) 
donde N es una constante. En este caso es posible resolver la ecuacion maestra y mostrar que la 



funcion de Wigner construfda a partir de la matriz densidad como [23 



1 f+°° ipy V V 

Wix,p) = — dy e- rix + ^Mx - |), (2.37) 
esta dada, en general por: 

W{x,p;t) = Wi{x,p,;t) + W2{x,p;t) +Wint{x,p;t), (2.38) 
donde 

W^ = N'^f^exp(-^-^^^-5l\p-p,-P{x-x,)A 
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T^int = 2iV2^exp(-^-(^i(p-/3x)2)cos[0p + (</.,-/?(/>p)x]exp(-Ant). (2.39) 



Las funciones Xc{t)^ Pcit), Si{t), 62{t), f3{t), (j)x{t), 4>p{t) y A\at{t) dependen del entorno (y de las 
constantes Lq, Pq y 5) de una manera complicada ||2^. Nos concentraremos en Ai^t dado que es 
relevante para el estudio de la perdida de coherencia. 

Para un analisis cuantitativo del proceso de perdida de coherencia es necesario definir una 
funcion que permita evaluar la importancia de la interferencia a un dado tiempo. Esta herramienta 
esta dada por el cociente entre el termino de interferencia y los terminos directos de la funcion de 
Wigner, evaluados en sus respectivos picos, la cual es una cantidad determinada por ^int, 

exp = \ r- (2.40) 

pico 

W2{x,p)\ 

pico J 

Asumiendo como condiciones iniciales que 

sl = si = 

(t>x = Po=Pc , 4'p = Lo = Xc (2.41) 

la funcion Ai^t esta dada por la siguiente expresion 

A:nt = § + S'P^-§^-5!cPl, (2.42) 



por lo tanto, se anula inicialmente y esta siempre acotada: 



Ant<^ + 5'P0 = AntUax- (2-43) 



El proceso de perdida de coherencia destruye la interferencia entre los estados indicadores, la cual 
esta representada por los terminos fuera de la diagonal de la matriz densidad reducida. Como Ai^t 
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crece con el tiempo, los efectos de interferencia se tornan menos importantes, asi que el estado del 
sistema se acerca a una mezcla entre los estados indicadores. 

Para analizar como la evolucion de ^int se ve afectada por el entorno es conveniente utilizar 
la ecuacion maestra (Ul). En la Ref. H fue demostrado que para un entorno acoplado lineal- 



mente a una temperatura arbitraria y para cualquier densidad espectral, ^int satisface la siguiente 
identidad: 

iint = D{t)(l)l - 2f{t)(t>p{(^^ - Pcl)p). (2.44) 

El primer termino contiene el efecto de la difusion e implica que Ai^t siempre aumente. Por el 
contrario, el signo del segundo termino puede variar con el tiempo debido a la relacion entre (f)x y 
(j)p. La ecuacion ( |2.44 ) puede resolverse aproximadamente despreciando el coeficiente de difusion 



anomala f{t), y considerando a D{t) como una constante (esta aproximacion se corresponde al 
caso de entorno ohmico y de alta temperatura). Si en el estado inicial ponemos Pq = 0, 

^'■^^ ^ il + AD6Hy ^^■^^> 

entonces, la tasa de perdida de coherencia T^ec = 1/^dcc con tjec tal que ^int(idec) = 1) esta dada 
por [||] 

Pdec = 4LgZ) « 8Llm-fokBT, (2.46) 

donde se uso que D = 2jQkBT. Esto muestra que el coeficiente de difusion D{t) de la ecuacion 
maestra es el que regula el proceso de perdida de coherencia y provee tambien de la escala de tiempo 
en la cual esta se torna efectiva para destruir las interferencias cuanticas. Por lo tanto los terminos 
fuera de la diagonal decaen como Pdec, y las coherencias cuanticas desaparecen exponencialmente 
en una escala que podemos re-escribir como 

idec = 7o-'(^)', (2-47) 

donde At = Ti/ yJ2mk-QT es la longitud de onda termica de de Broglie. Entonces, para un objeto 
macroscopico el tiempo de perdida de coherencia tdec es, tipicamente, varios ordenes de magnitud 
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menor que el tiempo de relajacion = Jq^- Por ejemplo, paxa un sistema en una habitacion a 
una temperatura T = 300K, con una masa de m = Ig y con una separacion Lq = 1cm, el cociente 
tdec/tr = 10~^. En consecuencia, aunque el tiempo de relajacion sea del orden de la edad del 
Universo, tr ~ lO^^se^s, la coherencia cuantica sen'a destrui'da en t^ec ~ lO^^^se^s. Una diferencia 
tan grande puede obtenerse solo para objetos macroscopicos, y puede aceptarse solo cuando las 
condiciones por las cuales se derivo la ecuacion maestra se satisfaccn. No obstante, cs simple 
entender, en este contexto, por que la perdida de coherencia entre posiciones macroscopicamente 
distinguibles es casi instantanea; aiin para sistemas casi aislados. 



Capitulo 3 



Granulado grueso y perdida de 
coherencia en teoria de campos 



En el capitulo precedente iniciamos el estudio del proceso de perdida de coherencia en el caso 
del movimiento Browniano cuantico como un ejemplo sencillo de sistema cuantico abierto en el 
que la presencia de muchos de los efectos interesantes de modelos mas complicados estan puestos 
de manifiesto. Como mencionamos en la Introduccion, este estudio es tambien de mucho interes 



en el contexto de la cosmologia cuantica |24|. Se han realizado muchos esfuerzos para explicar 
el surgimiento de una metrica clasica del espacio-tiempo a partir de una teoria completamente 
cuantica, y para derivar, a partir de esta, las ecuaciones de Einstein (o la version cuanticamente 
corregida de ellas). Son los efectos de ruido, disipacion, creacion de parti'culas y su accion sobre 
la geometn'a (en modelos de cosmologia cuantica), los aspectos relevantes de estudio para lo- 
grar un mejor entendimiento de la transicion cuantico-clasica, tanto para modelos de movimiento 



Browniano cuantico como para teoria de campos |25| 



De acuerdo al modelo inflacionario de evolucion del Universo, las fluctuaciones cuanticas de los 
campos de materia son el origen de las inhomogeneidades que dan lugar (g la expansion 

del Universo) a la formacion de estructuras |2^. Una suposicion vital en estos modelos es que 
las fluctuaciones cuanticas se vuelven clasicas cuando sus longitudes de onda asociadas se vuelven 
mas grandes que el radio de Hubble H^^. Por lo tanto, es necesario un analisis detallado del 



24 



Granulado grueso y perdida de coherencia en teon'a de campos 



proceso de transicion cuantico-clasico para lograr un entendimiento completo del mecanismo de 
formacion de estructuras. 

Hubieron numerosos intentos en la direccion de probar la suposicion anteriormente mencionada 



[27 1 utilizando modelos simplificados en los cuales la interaccion entre dos campos escalares es tal 
que desaparece despues de una redefinicion de los campos; o usando un acoplamiento bi-cuadratico 
entre dos campos escalares independientes. 

En este capitulo mostramos una manera consistente de iniciar el estudio de la transicion 
cuantico-clasica de las inhomogeneidades primordiales a partir de las fluctuaciones cuanticas. Para 
comenzar consideramos una teoria con autointeraccion A(/>^ en el espacio-tiempo de Minkowski. 
Siguiendo la idea original de A. Starobinsky acerca del modelo de inflacion estocastica, se- 
paramos el campo escalar en dos partes: el sistema (/)< que contiene los modos del campo escalar 
cuyas longitudes de onda son mas "largas" que cierta longitud critica A^^ y el entorno (py que 



contiene los modos con longitud de onda menor que la critica [2£]. Calculamos la funcional de 
influencia y la ecuacion maestra asociada al sistema. Tambien extendemos los calculos a espacio- 
tiempos curvos, donde para un campo escalar acoplado conformemente a la metrica, podemos 
demostrar que el valor mfnimo de la longitud de onda critica debe ser del orden del radio de 
Hubble para que el sistema pierda coherencia. Para longitudes criticas mas chicas existen modos 



del sistema que no pierden coherencia cuantica |3C] 



3.1 La funcional de influencia para teoria de campos 



La tecnica mas conveniente para la formulacion del problema y para la derivacion de un "modelo 
efectivo" de evolucion de lo que llamaremos sistema, es la accion efectiva de granulado grueso 
(AEGG). Esta accion efectiva se obtiene de manera totalmente analoga al caso del movimiento 
Browniano cuantico, al integrar los grados de libertad asociados al entorno. Por lo tanto, esta 
accion efectiva puede hallarse a partir de la funcional de influencia de Feynman y Vernon Es 
interesante notar que la AEGG coincide con la accion efectica de camino temporal cerrado (CTC) 
de Schwinger y Keldysh (5^^*-^) cuando la aproximacion clasica es valida [|^, |3^. En este 
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capitulo mostramos la deduccion de la accion efectiva de granulado grueso y su utilidad para el 
estudio del proceso de perdida de coherencia de un sistema acoplado a un entorno. 

Consideramos un campo escalar cuantico cn un cspacio-tiempo piano (signatura (+, — , — , — )) 
con una autointeraccion cuartica. Su accon clasica esta dada por 

5[</>] = I d'x{^d,<Pix)d^<l>{x) - ^mV'(x) - IxA^)}, (3-1) 

donde m es la masa desnuda del campo y A es la constante de acoplamiento, tambien desnuda. Se- 
parando el campo entre sistema y entorno, como mencionamos en la introduccion de este capitulo, 

4>ix) = M^) + 4>>ix), (3.2) 

el campo sistema queda definido como 



\k\<A (27r)3 



(f)<{x,t) = I /r,\s4'{k,t)expik.x, (3-3) 



y el entorno es 



(l)>{x,t) = I -——:T(p{k,t)expik.x. (3.4) 
J\k\>A {^T^r 

El campo sistema contiene aquellos modos menores que A, mientras que el entorno contiene 
aquellos mayores a A. Despues de haber separado al campo en modos, la accion clasica puede 
expresarse como 

S[<f>] = 5o[0<] + So[0>] + 5int[</'<, 0>], (3.5) 
donde con Sq cstamos notando a la accion del campo libre y el termino de interaccion es 



+^</.|(x)0>(x) + ^Mx)ct>l{x)}. (3.6) 
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La matriz densidad total (para el sistema-entorno) esta definida como: 

p[(l)<,4'>A'<A'>,i] = {4><(t>>\p\4>'<(t>'>), (3.7) 

donde |i?!><) y |i;^>) son los autoestados de los operadores de campo (/>< y 0>, respectivamente. 
Vamos a considerar, solo por simplicidad, la misma condicion inicial que en el caso del movimiento 
Browniano cuantico del Capi'tulo 2: el sistema y entorno se acoplan a tiempo inicial Iq. Por lo 
tanto, la matriz densidad puede escribirse como el producto de la matriz densidad correspondiente 
al sistema y al entorno a tiempo ^o- 

pN=/5<Np>N. (3.8) 

Posteriormente asumiremos que el campo entorno esta, inicialmente, en su estado de vacio. 

Como nos interesa la evolucion del sistema teniendo en cuenta la influencia del entorno, sera 
la matriz densidad reducida nuestro objeto de real importancia. La matriz densidad reducida esta 
definida integrando funcionalmente todas las configuraciones posibles del campo entorno, sobre la 
matriz densidad total 



Pred [(t>< A'<,t\= j '^4'>p[4'< , (t>> , 0< A>,A- (3-9) 
La evolucion temporal de la matriz esta dada por 

Pr [(/'</,<?!'</, t] = / #<i / Jr [(/'</,(/></, i|</'<j,0<i,io] Pr [(/><i *o]. (3-10) 



donde Jr[t,to] es el operador de evolucion reducido definido, a su vez por 

JM^fA'<fA<t^<iA'<iM= r^'^'/'< r^'Pc/>'<exp{i[5[(/><]-5[(/>'<]]}F[(/><,0'<]. (3.11) 

En esta expresion encontramos, al igual que en el caso del movimiento Browniano (ecuacion 
( |2.8D ), la funcional de influencia de Feynman y Vernon F[i;^><, c/)'^], que tiene en cuenta el efecto 
del entorno sobre el sistema; ahora definida como: 

X exp {i[S[c^>] + 5i„t [</><, 0>] - S[0'>] - 5int [</>'<, 0'>]]} . (3.12) 
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Podemos definir tambien la accion de influencia SA[(f)^,(f)'^] y la accion efectiva de granulado 
grueso A[(f)^,(f)'^] como 

F[4>^, = exp {iSA[(l><,4>'^]} , (3.13) 

^[</.<, </.'<] =5[<^<]-5[</>'<] + M[<^<, </.'<]. (3.14) 

En el presente capitulo calcularcmos la accion de influencia perturbativamente en la constante 
de acoplamiento, hasta orden cuadratico. Desarrollando en potencias de A obtenemos, 

5A[(f)^,(p'^] = {{SirA[(l)<,(l>>])0- {SintW<,(p'>])o} 

+ l{{SlS<,(f>>])o-[{Sint[^<,(l>>])of} 

-i{{Sint[(l><,(l>>]SmtW<,(l>'>])0 - {Smt[(f><,(l>>])o{SmtW<,(l>>])o} (3.15) 
+ i{SLW<,ct^'>])0 - [(Sint[<^'<,</''>])0]'}, 

donde el valor medio cuantico ( ) de una funcional de los campos se define como 

(5[^>,(/>>])o = j d(p>i j d(t)^i p>[^>j,0>j,io] 

X / d<t>>f P0> 1^"' P</>'> exp {i[So[(t>>\ - 5o[</)'>]]} B. (3.16) 
J J4'>i '''t>'>i 

Los propagadores para el campo entorno estan definidos por: 

(0>(x), </.>(y))o = zG^+(x - y), (3.17) 

(0>(x),</.'>(y))o = -iGi_{x - y), (3.18) 

(0'>(^),</'>(y))o = -iG'^^ix - y). (3.19) 

Estos propagadores no son los propagadores usuales de Feynman, Dyson y Wightman, debido a 
que en este caso, la integracion en los momentos esta restringida por la presencia de la frecuencia 
de corte (infraroja) A. Las expresiones expli'citas para cada uno son las siguientes: 

G^+(x -y)= ( ^e'^i^-y) L^, (3.20) 
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|p1>a (2vr) 



(3.21) 



i4 

" P Jp(x-y) 



1>A 



(2vr)^ 



p2 _ _ 



(3.22) 



Como ejemplo ilustrativo mostramos la expresion de G^^, en el caso no masivo. El propagador 
de Feynman usual esta dado por 



(3.23) 



mientras que 



Gijx) 



87r2 



cos[A{r - t)] cos[A{r + t)] 
r{r — t) r{r + t) 

p1<a. 



1 

8^ 



sm[A(r — t)] sin[K{r + t)] 



r{r — t) 



r{r + 1) 



(3.24) 



donde a = -^x es un medio de la distancia geodesica. Por supuesto, el propagador G'^_|_ coincide 
con el propagador G++ cuando A ^ 0. 



La accion de influencia puede calcularse a partir de las ecuaciones ( p.l5| )-( |3?Tg| ) usando tecnicas 
usuales, quedando determinada por: 



-A / d'x \ l[<A^<(x) - <l^^{x)] + \iGUm<Pl{^) - <P^{x)] 
+A2 / d^x I dS[-^ct>\{x)Gi^{x-y)ct>%{y) 



l-^4^\{x)Gi_{x - y)ct>%) + ±cp'^{x)G^__{x - y)ct>'^{y) 

1 ,<>/%. „A0/ x,9/N 1 



^^^iix)iG^iix - y)0^<(y) + -<A^<(x)^G^i(x - y)<P^iy) 
- ^^'^ix)zG^lix - y)cp'^iy) + ^</<<(x)Gf+(x - y)My) 
+ lMx)GiUx - y)c^'^{y) - ^^'^{x)G^l{x - y)c^'^{y) 



(3.25) 



Definiendo nuevas variables: 
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EP = 


-1 


; AP = 


-1 


^<^) 


T,R = 




AR = 






SQ = 




; AQ = 






E$ = 




A$ = 


l{(^< - 4 


'<), 



y usando las identidades que satisfacen los propagadores, podemos separar las partes real e ima- 
ginaria de la accion de influencia: 

Re6A = -xjd^xf^^ AP{x) + ^ G^+{0) AQ(x)| 

+ ^ SQ(x) ImGf+(x - y) Ag(y) + ^ ReGf+(x - y) A$(y)| , (3.26) 

ImM = y" d^x y" d^y Ai?(x) ImG^+(x - y) Ai?(y) 

- ^ AQ(x) ReGf+(x - y) AQ(y) + ^ Acl>(x) ImGf+(x - y) A<I>(y)| . (3.27) 

Esta expresion ha sido calculada a orden cuadratico en la constante A. En lo que resta del presente 
capitulo especializaremos nuestros calculos en el caso no-masivo por simplicidad [^] . 

La parte real de la accion de influencia tiene divergencias, las que deben renormalizarse si- 
guiendo alguno de los procedimientos usuales en teon'a de campos. Como los propagadores 
definidos en las ecuaciones ( tj.l7D -( ^.19| ) difieren de los usuales por la presencia de la longitud 
critica A, las divergencias ultravioletas coinciden con las usuales de la teoria A0^. En conse- 
cuencia, la accion de influencia se renormaliza con los mismos contraterminos que se utilizan 
normalmente. El termino G^^(0)AQ(x) es divergente. Como = G++ — G^^_^^ y G^_^^(0) 
es una cantidad finita, las divergencias de G^_^_ y G++ son coincidentes. Este termino representa 
la renormalizacion de la masa. 
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Por medio de la regularizacion dimensional, el cuadrado del propagador de Feynman puede 
escribirse como 



Gilix) = GlJx) + Gf^^^\x) - 2G++(x)G 



(3.28) 



donde 



Gl4x) 



167r2 



n - 4 



5*(x) + - r]{x) - Log[4TTfi^]5*{x) } , (3.29) 



(2vr)^ 



d'^pe'P''Log\p^ 



(3.30) 



r]{x) 



TT 



(2vr)^ 



(3.31) 



El termino proporcional a ;^5^(x — y) representa otra de las divergencias usuales, y es indepen- 
diente de A. Asi, el termino ImG^^(a; — y)'EQ{x)AQ{y) presente en la ecuacion ( p. 26 ) tambien 
diverge y renormaliza a la constante A. Las demas divergencias se deben tratar de la misma 
manera. Una caracten'stica importante es que la parte imaginaria ImSA es finita. 



3.2 Ecuaciones de movimiento semiclasicas 



El metodo que estamos desarrollando en el presente capitulo nos permitira describir la dinamica 
efectiva de los modos relevantes del campo cuantico, en terminos de una accion disipativa y 
estocastica. En la ecuacion de movimiento apareceran terminos asociados a fuerzas estocasticas 
que describen el intercambio de energia (y otros posibles mimeros cuanticos) con los modos del 
entorno, tratados perturbativamente |3^. Los terminos disipativos describiran una eventual 
tendencia al equilibrio de los modos del sistema. La existencia de una relacion de fluctuacion- 
disipacion asegura que los modos del sistema obtengan la misma temperatura que aquellos del 
entorno con los que inter actuan. 

La derivacion de una ecuacion de movimiento efectiva para los modos relevantes corresponde a 
hacer un granulado grueso del campo cuantico, lo que quedo puesto de manifiesto en el calculo de 
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la accion efectiva de granulado grueso. En el espiritu general de la mecanica estadistica, asumir 
equilibrio termico para los modos que han sido eliminados puede interpretarse como asumir la 
minima cantidad de informacion acerca del estado cuantico microscopico del entorno. El granulado 
grueso aporta los siguientes caracteristicas a la dinamica efectiva del sistema: 

1. parametros como la masa y la constante de acoplamiento son renormalizadas y aparecen 
nuevas interacciones efectivas, en general no-locales. Lo mismo sucede en el caso del movimiento 
Browniano cuantico, donde aparece un corrimiento de la frecuencia natural de la particula debido 
al entorno |^]. 

2. la dinamica es disipativa y contiene terminos de ruido que satisfacen la relacion de fluc- 
tuacion-disipacion. La evolucion dinamica semiclasica es inherentemente estocastica, reflejando 
el acoplamiento entre los modos relevantes y un entorno termico. La ecuacion ( 2.15| ) muestra tal 
relacion en el caso del movimiento Browniano. 



3. los terminos disipativos son, en general, no-locales en el tiempo debido a que el entorno 
requiere de cierto tiempo para "responder" . Un cambio en el sistema produce una influencia sobre 
el entorno y esta se comporta causalmente. 

Las partes real e imaginaria de 5A[(j)'^, pueden asociarse con la disipacion y el ruido respec- 
tivamente En particular, la parte imaginaria puede re-escribirse en terminos de tres fuentes 
estocasticas de ruido ^(x) y r]{x) con una distribucion de probabilidad gaussiana dada por 



1 -1 



xexpi^-- I d X I d y ^{x) 



-ReG 



A2 



X exp { ~2 I I ^(^) 



'-^ImG^' 



viy) 



(3.32) 



donde N,y, y Nr^ son constantes de normalizacion. De esta manera, la parte imaginaria puede 
escribirse como tres integrales funcionales sobre las fuentes de ruido gaussianas 



Vuix) J Vi{x) j Vr]{x) P[z^,^,7y]exp{-i [Ai?(x)z^(x) + AQ(x)C(x) + A^>(x)??(x)]} 
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exp 



18 



Ai?(x)ImG^,(x,y)Ai?(y) 



+ ^AQ(x)ReGf+(x,y)AQ(y) - y Aci>(x)ImGf+(x, y)A$(y) 



(3.33) 



Por lo tanto, la accion efectiva de granulado grueso A, puede escribirse 

= --Mj P\^\ J Pm J Vt] P[rj] exp{iS,s[ct>t^ct)-,u,^,r]]} , (3.34) 



donde hemos definido 



5ef[0+,0<,i^,e,r/] =ReA[(/.+ (/><]- y d^x [AR{x) i/(x) + AQ(x) ^(x) + A«>(x) r?(x)] .(3.35) 
La ecuacion de movimiento se obtiene tomando la variacion funcional: 



(^5ef[(/)<,(?!)<,z^,^,r/] 



0, 



(3.36) 



obteniendose 



□ 



Mx) + ^0<(^) + ^AL</'<(x) / ReGf^+(x,y) </.^<(y) 



+^AL</'<(x) 1 d'y ImGf+ ,/.2^(y) + 



(y) 



3 

-</><(x)z^(x) + </><(x)C(x) + ^r/(x). 



1 



(3.37) 



Esta es la llamada ecuacion de Langevin [33| donde la fuerza estocastica aparece determinada por 
ruido aditivo y multiplicativo. Esta, es la generalizacion a teon'a de campos de la ecuacion (|2.20| ) 
para el movimiento Browniano cuantico. 

A partir de la accion efectiva de granulado grueso (o de la accion efectiva de camino temporal 
cerrado) y de esta ecuacion semiclasica de movimiento, es posible concluir que el efecto total del 
entorno puede resumirse en tres aspectos fundamentales: renormaliza las constantes desnudas de 
la teoria, agrega disipacion y produce fluctuaciones (ruido) que hacen "termalizar" al sistema. En 
la proxima seccion vamos a estudiar como los micleos de ruido destruyen las coherencias cuanticas 
del sistema originando la llamada transicion cuantico-clasica. 



3.3. La ecuacion maestra 
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3.3 La ecuacion maestra 



Al igual que en el caso del movimiento Browniano cuantico, en esta seccion obtendremos la 
ecuacion de evolucion (ecuacion maestra) para la matriz densidad reducida; por lo tanto gene- 
ralizaremos los resultados del Capitulo 2 a teoria de campos. 

Para el caso del movimiento Browniano con acoplamiento lineal {xqi) sabemos que una solucion 



aproximada de la ecuacion maestra esta representada por [15, |l 



Pi[x,x';t] ^ Pj-[x,x' ,0]exp — {x — x')^ / D{s)ds , (3.38) 

de donde es simple ver que los terminos fuera de la diagonal de la matriz densidad reducida 
van disminuyendo a medida que /g D{.s)ds se hace suficientemente grande. Para acoplamientos no 
lineales, tales como es de esperar que la ecuacion maestra desarrolle terminos difusivos de la 

forma iD^"'"^)(t)(x"— x'")^pr. En esta observacion basaremos nuestro estudio de los coeficientes de 
difusion que se obtienen en nuestro ejemplo, como primer paso hacia el entendimiento del proceso 
de perdida de coherencia. 



Para ello debemos calcular el operador de evolucion reducido de la ecuacion (|3.1lD . Como 
este operador esta definido por medio de integrales de camino, podemos obtener una estimacion 
utilizando la aproximacion de punto de ensilladura 

M(l)tf,(t><f,t\^t^,^<^,to]^exp{iA[^+^\<p-'^']}, (3.39) 

donde ip'^'^^ {ip'^^^) es la solucion de la ecuacion de movimiento \ ^+ =0- = con condiciones de 
contorno (/.+^i(to) = </'<i(</'<i) y = 'A</(0</)- 

Los efectos de perdida de coherencia estan contenidos en la parte imaginaria de la accion 
efectiva de granulado grueso, la que hemos calculado perturbativamente hasta orden A^. Por lo 
tanto, al evaluar ImA podemos aproximar (/)^ por la solucion de la ecuacion de campo libre, con 
las condiciones de contorno adecuadas. De esta manera, la solucion clasica que utilizamos en la 
aproximacion de punto de ensilladura es: 



ct>i{x,s) 



sin(A;os) sin[A;o(t - s)] 

■'<f ■ /, ,N + (P<i ■ /, ,N 

sm(/cotj sm(A;or) 



cos(A;o-^) = (/'<(s) cos(/co-^), (3.40) 
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donde hemos asumido que el campo sistema contiene solo un modo Fourier (aunque arbitrario) 
con A; = kg. 

Siguicndo cl procedimiento empleado en el Capitulo 2, dcbcmos calcular la dcrivada temporal 
del operador dc cvolucion reducido Jr, y eliminar la dependencia en las configuraciones iniciales 
de los campos y que aparecen debido a la solucion clasica. El operador libre, definido por 



satisface las siguientes identidades 



/ P0- exp {i [So{4>t) - So{4><)] } , 



ct>+f cos[ko{t - s)] + -^9^ 



<f 



Jo, 



(3.41) 



(3.42) 



Y< ix,s)Jo = 

La derivada temporal esta dada por 



r; u M sin[feo(i - s)] 
<f cos[ko{t - s)] id^-^ 



(3.43) 



idtJr[(l>^f,(p<f,t\(pt:i,(p^i,0] = {hren[<Pt] - hren[4'<] 



(0+^ - <p-})V ft 



+ 



1152 

{4>+} - <P-})V rt 



dsAR''\s)ImG^^{3ko;t - s) 
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/ dsAQ''\s){ReG^l{2ko]t - s) + 2ReGf^iO; t - s)) 

J 



- ^'^</ ^<f^^ dsA^'\s)lmGf^{ko;t - s)] 

+ cp-j)V rt 



1152 ^0 



dsAR^\s)ReG^+{3ko; t - s) 



+ 



+ 
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{cl>tf - ^-^f )V rt 



dsAQ^'(s)(ImG^2^(2fco;t - s) + 2ImGf+(0;t - s)) 



dsA^''\s)ReGf_^{ko;t - s) 



+ ...[ J.[</>+p</>-p#+,<A-„0](3.44) 



6 Jo 

donde G^"^{k;t — s) es la transformada de Fourier de la n-esima potencia del propagador (para 
= 1, 2 o 3). Los puntos suspensivos estan denotando otros terminos que provienen de la derivada 



n 
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temporal que no contribuyen a los coeficientes de difusion (es decir, vamos a ignorar todos aquellos 
terminos que no sean proporcionales a (</'<j — '^</)^ ecuacion final). El factor V que esta 



presente en la ecuacion (3.44) proviene de haber asumido que el campo solo tiene un modo Fourier. 
Este desaparece cuando uno considera paquetes de ondas. 



Utilizando las identidades ( 3.42| ) y ( |3.43| ) podemos extraer la dependencia con las configura- 
ciones iniciales de campo y obtener la ecuacion maestra. Como esta ecuacion es muy complicada, 
solo nos concentramos en las correcciones que a la evolucion unitaria usual aportan los micleos de 
ruido: 



1152 



+ 
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D2{ko;t) 



(3.45) 



La ecuacion ( p.45|) es la generalizacion de la ecuacion maestra para el movimiento Browniano 
cuantico ( p. 34 ) presentada en el Capftulo 2. En este caso, el acoplamiento del sistema es no- 



lineal. Debido a la presencia de tres terminos de interaccion {(p^cl)^, cf^cj)'^, and (j)<^cl}^) hay tres 
coeficientes de difusion en la ecuacion maestra. La forma de cada uno esta determinada por estos 
acoplamientos y por la eleccion particular del estado cuantico del entorno. 

De los tres coeficientes de difusion dependientes del tiempo Di{t) contenidos en la ecuacion 
(|3.45| ), si consideramos solo los coeficientes presentes en el desarrollo a un lazo para el campo 
cuantico irrelevante, solo sobreviven los coeficientes Di y D2, los cuales estan dados por 



rt 

Di{ko;t) = ds cos^{kos)lmG^^{3ko;t - s) 

•J 

1 ft 

= —— / ds cos {k^s) cos(3fco'5) 0{?,kQ — A) 

Dfco JO 

_ 2kot + 3sin(2A;ot) + | sin(4A;ot) + \ sin(6A:ot) 
~ hlQkl ' 



A 



<ka < K 



(3.46) 



ft 

D2iko]t)= ds cos'^{kos){ReG^\{2ko;t- s) + 2ReG^%{0;t- s)). 

J 



(3.47) 
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Como los cuadrados de los propagadores son: 

r2ko+A r2ko+p 



vr /-^KO+A fZKo+p 

ReG±\{2ko;t- s) = —I dp dz cos[{p + z)s] 

roo rp+2ko "I 

+ / dp dzcos[{p + z)s]} , (3.48) 

J2fco+A Jp-2ko J 

ReGf+(0;t - s) = vr !^27t6{s) - 2^i^^^^| , (3.49) 



el coeficiente de difusion D2 es 



D2{ko;t) = ^|37r-(^- A)Si[2t(A-A;o)]-(2- A)Si[2At] 



+ ^)S^[2*(A + ^0)] - (1 + ^)Si[2t(2A;o + A)] 

cos[2At] cos[2t(A + fco)] cos[2t(A - /cq)] cos[2t(2/i:o + A)] 1 
^ 4kot 4k^t ^ Aki^t 4M J' 



donde las funciones Si[z] son las funciones seno- integral 



3.4 Perdida de coherencia y perturbaciones cosmologicas 

En esta seccion analizamos el comportamiento de los coeficientes de difusion Di y D2- Luego, 
extendemos los resultados al espacio-tiempo de de Sitter para discutir la transicion cuantico-clasica 
de las fluctuaciones cuanticas primordiales. 

Desarrollar un analisis pormenorizado del proceso de perdida de coherencia en el modelo que 
estamos considerando en este capitulo es una tarea muy complicada. Realmente, uno deberia 
estudiar los elementos fuera de la diagonal de la matiz densidad reducida y mostrar si ellos 
desaparecen o no. Tambien podriamos analizar la funcional de Wigner y determinar la aparicion 
o no de correlaciones clasicas. Teniendo en mente los resultados obtenidos para el movimiento 
Browniano cuantico, nos concentraremos solo en los terminos de difusion de la ecuacion maestra. 
Tomaremos, en esta aproximacion, al valor de dichos coeficientes como sehal de la perdida de 
coherencia sufrida por la matriz densidad reducida. 
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3.4.1 Espacio-tiempo piano 

El coeficiente Di esta asociado al termino de interaccion (t)\(t)>. Como el campo entorno (^>) 
aparece linealmente en esta interaccion, y solo contiene modos con k > K (por definicion), el 
campo sistema (i^<) solo esta acoplado con el modo k = 3feo del entorno. Esto implica que Di 
es diferente de cero solo si ^ < fco < A. En la Figura 3.1 hemos graficado la evolucion temporal 
de Di(ko,t). Como puede verse en esta figura, los efectos difusivos inducidos por Di aumentan 
con el tiempo proporcionalmente a ^ (como estamos haciendo un calculo perturbativo, ninguna 
estimacion sera valida para tiempos muy largos). En la Figura 3.2 graficamos Di{ko, t) como una 
funcion de ko a tiempo fijo. Aqui, la curva depende de k^ y tiene su valor maximo cuando k^ = ^. 

0.5 I I 

0.4 
0.3 
0.2 
0.1 
- 

2 4 6 8 10 

Fig. 3.1: Evolucion temporal del coeficiente de difusion Di para ^ <kQ < 
A fijo. 
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Fig. 3.2: Coeficiente Di en funcion de para un valor fijo del tiempo. 
Di es diferente de cero solo dentro de la ventana < A;o < A. En la figura 
indicamos dicha ventana para un valor particular I = At = 15. 



Como analogia, es interesante notar que en el case del movimiento Browniano cuantico con 
interaccion x^q y densidad espectral I{uj) ~ 6{u; — 2>kQ)6{uj — A), se obtiene un coeficiente de 
difusion similar [|l7|] . 

El coeficiente de difusion D2 proviene del termino de interaccion (/><0?,. Como la interaccion 
es cuadratica en el campo entorno, no existe restriccion acerca de lo posibles valores de Uq para 
que D2 7^ 0. En la Figura 3.3 graficamos la evolucion temporal de este coeficiente para varios 
valores de y = (ahora con y identificamos cada una de las curvas). Formalmente, D2 deberfa 



anularse cuando t — > (ver ecuacion ( 3.47 )), sin embargo el grafico muestra un salto inicial para 
todo valor de la variable y. Una posible explicacion para la aparicion de este salto reside en la 
condicion inicial de no-correlacion. A to = estamos asumiendo que la interaccion se enciende 
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instantaneamente, es decir, mas rapido que cualquier otra escala temporal presente en el sistema 
y en el entorno. Esta condicion inicial presupone, impHcitamente, la existencia de una frecuencia 
de corte ultravioleta Auv para el entorno. Si uno considera tal Auv, D2 se anula a to = y 
desarrolla un pico durante una escala temporal del orden de t ~ Sin embargo, el origen de 



este salto inicial es aiin un tema de debate |^ , dado que se han encontrado estos saltos aiin para 
condiciones iniciales que contienen correlacion entre sistema y entorno. 




2 4 6 8 10 



Fig. 3.3: Evolucion temporal del coeficiente de difusion D2 para diferentes 
va lores de y = ko/A. 



Entonces, despues del salto inicial, la Figura 3.3 muestra que el efecto difusivo crece con y, y 
es maximo cuando ko A. La interpretacion fisica de este hecho es clara. Podemos pensar que 
los efectos difusivos son debido a las parti'culas creadas por el entorno gracias a su interaccion 



con el sistema [36|. Cuando en el entorno existe un umbral de frecuencias, solo aquellos modos 
del sistema con frecuencias cercanas a dicho umbral tienen la posibilidad de excitar al entorno; 
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producir creacion de particulas, y por lo tanto, de perder coherencia. Es por esto que el coeficiente 
de difusion es mas importante cuando /cq ^ ^■ 

Las Figuras 3.4 y 3.5 muestran la dependencia de D2 con ko a tiempo fijo. Para valores grandes 
de / = At (A ^ 00), el entorno contiene solo frecuencias muy grandes y el coeficiente de difusion 
es muy chico, a menos que /cq ~ A (Figura 3.4). Cuando / < 1, D2 es apreciablemente distinto 
de cero para todos los modos que pertenecen al sistema, dado que el entorno solo puede producir 
perdida de coherencia para modos < A;o < A (Figura 3.5). Finalmente, para I <C 1, D2{kQ,t) 
tiende a un valor no nulo en el Ifmite ko < A — > 0. 



0.4 




En el caso estudiado en la Ref. 1 37 ] , donde se consideraron dos campos escalares acoplados bi- 
cuadraticamente, se demostro que los efectos difusivos eran mas importantes en el sector infrarojo. 
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0.2 0.4 0.6 0.8 1 

Fig. 3.5: Misma figura que 3.4 pero para valores mas pequenos de /. 

En nuestro ejemplo, el analisis de Di y de D2 muestra que la perdida de coherencia es mas 
importante para ko ~ A, en contraposicion con la conclusion de [p7|]. 

3.4.2 Espacio-tiempo de de Sitter 

Como primer paso en hacia la comprension del proceso de perdida de coherencia de las pertur- 
haciones cosmologicas haremos una simple extension de los calculos efectuados en las ultimas 
secciones. La accion para un campo escalar con auto-interaccion es un espacio-tiempo curvo es 

S = J d^x^g[\g^^''d^<pd,<t^ - ^m'ct? - ^-Rcf? - ^<A^] (3.51) 
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donde ^ representa el acoplamiento a la curvatura del espacio-tiempo. Para una metrica de 
Robertson- Walker ds'^ = dt^ — a'^{t)dx^ = a'^{r])[d7]^ — dx'^], esta accion puede escribirse como 

5 = 1 d^xi^v'^'^d^xduX - \m\\^ \)Ra\^ - (3-52) 

donde x = 

Dada la accion precedente, es directo notar que los resultados obtenidos en el espacio Minkowski 
pueden generalizarse a este caso cuando el campo escalar no tiene masa y esta acoplado de manera 
conforme = 1/6). Por lo tanto, las expresiones de los coeficientes de difusion Di y D2 seran 
las mismas que en el espacio piano, ecuaciones ( p. 461 ) y ( |3.50| ), reemplazando t —>■ r] = /q ^fry- 
En el caso particular de la metrica de de Sitter, a{t) = exp{Ht) j f] = -^(1 — ^). De esta ma- 
nera, nuestras variables adimensionales I = At j k^t en las ecuaciones ( |3.46| ) y ( |3.50D pasan a ser 
I = ^(1 — ^) y 7^(1 — ^) respectivamente. Si a{t = 0) = 1, A y A;o son los valores fisicos iniciales 
de la frecuencia de corte y del vector de onda. 

Un modo del sistema pierde coherencia si los coeficientes de difusion son diferentes de cero 
durante un tiempo apreciable. Por lo tanto la pregunta en el caso cosmologico pasa a ser: ^cual 
es el valor maximo de A tal que, unos pocos instantes despues del tiempo inicial, todos los 
modos con kQ < A sufren aiin efectos difusivos? El valor de los coeficientes de difusion a un dado 
tiempo depende de la variable /, la cual esta dada aproximadamente por I = A/H (despues del 
salto inicial). Existen dos posibilidades. Cuando / ^ 0{1) (Figura 3.6), el analisis hecho en el 
espacio piano muestra que ambos coeficientes, Di y D2 son apreciablemente diferentes de cero 
para todos los posibles valores de k^. Por otro lado, cuando / ^ 1 la situacion se vuelve totalmente 
diferente: Di es siempre muy pequefio mientras que D2 es chico en el sector infrarojo. Los efectos 
difusivos solo importan cuando A:o ~ A (Figura 3.7). Como conclusion podemos decir que para 
obtener perdida de coherencia en todos los modos con /cq < A, solo podemos incluir en nuestro 
sistema aquellos modos con longitud de onda mayor que . Esta es la propuesta original de 
A. Starobinsky ||2^. Si inclufmos modos de longitud de onda menor que en nuestro sistema, 
el umbral del entorno aumenta, y el sector infrarojo del sistema nunca puede exitar al entorno lo 
suficiente y, por lo tanto, no pierde coherencia. 
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Fig. 3.6: Longitudes de onda ffsicas en funcion del factor de escala durante 
el pen'odo inflacionario. La Imea horizontal Lph = corresponde al radio 
de Hubble. La Imea A; = /^cr = A divide sistema de entorno. A tiennpo inicial 
(a = 1), la longitud de onda crftica es igual al radio de Hubble (fccr = -f^)- 
Todos los modos con ko < k^v (Imea solida) pierden coherencia. 

Para establecer una relacion estrecha con los modelos inflacionarios estudiados en la literatura, 
es necesario extender los calculos al caso mmimamente acoplado = 0). Un calculo mas realista, 
en ese caso, debera incluir una frecuencia de corte A que dependa del tiempo |2^, dado que el 
sistema puede contener modos con kp^^ = ^ < H a cada tiempo. Sin embargo, el ejemplo discutido 
en esta seccion representa un modelo sencillo que ilustra los principales aspectos del problema. 
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Fig. 3.7: Lo mismo que en la figura 3.6, pero para el caso en que fccr > H. 
Despues del tiempo inicial, los efectos difusivos son importantes solo para 



los modos con Uq 
coherencia. 



kcr (Imea solida). Los modos con fco <C fecr no pierden 



3.5 Discusion 



Come smtesis de este capitulo debemos senalar que hemes obtenido la AEGG para los modos de 
frecuencia baja integrando los modos de alta frecuencia de un campo escalar con autointeraccion. 
A partir de la parte imaginaria de AEGG obtuvimos los coeficientes de difusion de la ecuacion 
maestra. Como sistema y entorno son dos sectores de un mismo campo escalar, los resultados 
dependen fuertemente del "tamano" de estos sectores, el cual esta determinado por la longitud de 
onda cn'tica A^^. 
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Posteriormente hemos analizado la dependencia con A de cada coeficiente. La perdida de 
coherencia es efectiva para aquellos modos del sistema cuyas longitudes de onda asociadas sean 
del orden de la critica. Tambien generalizamos los resultados a la metrica de de Sitter mostrando 
que, cuando la longitud de onda critica es igual al radio de Hubble, todos los modos del sistema 
evidencian perdida de coherencia y por lo tanto la transicion a lo clasico se torna posible. 

Por otro lado, existe una importante conexion entre nuestro trabajo, el grupo de renorma- 
lizacion y las transformaciones de bloques de espm. La AEGG es similar a la accion efectiva 
promediada (AEP) propuesta en Refs. [|38|, |39|, 40|. La AEP es una accion efectiva para promedios 



del campo sobre voliimenes finitos del espacio-tiempo EucHdeo. Esta definida a partir de una 
longitud de onda critica, similar a la introducida en este capi'tulo, dada por la relacion Eucli'dea 
PfiPi^ = donde A~^ es el tamaho tipico del volumen EucKdeo. Es posible escribir una ecuacion 
de evolucion exacta para la dependencia de AEP con A. Esta ecuacion fue discutida originalmente 
por Wegner y Houghton [^] y por Polchinski cuando probo la renormalizacion de la teon'a 
X(j)'^. La AEGG es la version de camino temporal cerrado de la AEP, donde el promedio sobre 
el campo se hace sobre voliimenes en tres dimensiones con una superficie de t = cte. Evaluamos 
la AEGG en forma perturbativa, no obstante es posible obtener una ecuacion exacta para la 
dependencia con A de AEGG; y de esta forma poder evaluar de manera no perturbativa la accion 



de influencia. Un primer intento en esta direccion ha sido efectuado en la Ref. |43|. 



Para finalizar el capitulo, deseamos mencionar una posible aplicacion de la AEGG para el 
analisis de transiciones de fase en teoria de campos. Cuando un campo sufre una transicion de 
fase con ruptura de la simetria, desarrolla una estructura espacial de dominios que crece con el 
tiempo. El crecimiento de los dominios esta asociado a la dinamica de los defectos topologicos 
que aparecen. Ahora bien, el objeto que contiene gran parte de la informacion es el parametro de 
orden de la transicion y esta representado por el valor promedio del campo sobre el tamano de 
cada dominio. Por lo tanto, es la AEGG la herramienta indicada para estudiar las transiciones de 
fase, incluyendo el proceso de transicion cuantico-clasico del parametro de orden y la formacion 



de defectos topologicos ^ 



Capitulo 4 

La accion de influencia en gravedad 
semiclasica 



Pese a todos los intentos por lograr una descripcion unificada de las interacciones fundamentales 
de la Naturaleza, la gravitatoria continua siendo la interaccion mas problematica de vincular con 
las demas en una manera consistente. Por lo tanto, ante la ausencia de una teon'a cuantica de 
la gravitacion, una pregunta importante es: ^podemos decir algo acerca de la influencia de los 
campos cuanticos de materia sobre la geometria clasica del espacio-tiempo? Con el advenimiento 
de la mecanica cuantica, muchos calculos fueron efectuados asumiendo al campo electromagnetico 
como un campo clasico de fondo, interactuando con materia cuantica. Bajo ciertas circunstancias 
esta aproximacion semiclasica produjo resultados en total acuerdo con la posterior electro dinamica 
cuantica. En consecuencia, uno puede esperar que un regimen similar exista para los aspectos 
cuanticos de la gravedad, en el cual el campo gravitatorio es considerado como un campo clasico 
de fondo, mientras que los campos de materia estan cuantizados de la manera usual. 

A partir de la propuesta de J. Hartle y S. Hawking para la funcion de onda del Universo 
[46 1, la validez de la aproximacion semiclasica ha sido ampliamente estudiada, principalmente 



en modelos cosmologicos de minisuperespacio en cuatro dimensiones. Como mencionamos en 
la Introduccion, el Ifmite semiclasico esta basado en dos ingredientes principales: correlaciones 
y perdida de coherencia p^. Al igual que en el caso del movimiento Browniano cuantico, las 
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correlaciones entre las diferentes variables fue analizada por medio de la funcional de Wigner [48| 



mientras que la perdida de coherencia fue estudiada a partir de la matriz densidad reducida [l49 |. 



Un exceso en la perdida de coherencia puede producir ausencia en las correlaciones clasicas [50|, 
por lo tanto ambos aspectos no son manifestaciones independientes. Poster iormente, la transicion 
cuantico-clasica fue analizada utilizando la funcional de perdida de coherencia de J. Hartle y 



M. Gell-Mann |51], la cual es una funcional de dos historias clasicas de la geometn'a T^ig^u^ d^Iu]' 
despues de haber integrado las variables cuanticas. La metrica gf^u puede considerarse como clasica 
si la funcional de perdida de coherencia es diagonal (o aproximadamente diagonal). En ese caso, 
las probabilidades para diferentes historias satisfacen la regla clasica de suma de probabilidades, 
y entonces los terminos de interferencia cuantica son despreciables. 

Si bien no contamos con una teon'a cuantica de la gravitacion, podemos obtener informacion 
acerca de la transicion cuantico-clasica. De la misma manera que en el caso de la particula 
Browniana cuantica, se pueden conocer los efectos de las fluctuaciones cuanticas del entorno sobre 
la particula, siendo esta de naturaleza clasica. Siguiendo nuestra formulacion de la funcional 
de influencia para sistemas cuanticos abiertos, la metrica del espacio-tiempo g^i, juega el rol del 
"sistema", y los campos cuanticos del "entorno". De esta manera, integrando solo los grados de 
libertad del entorno podemos obtener informacion relevante acerca de la disipacion, el ruido y la 
transicion cuantico-clasica que sufre el sistema. Como veremos en este capitulo, la funcional de 
influencia esta relacionada con la funcional de perdida de coherencia de Hartle y Gell-Mann. 

El efecto de los campos cuanticos sobre la geometn'a del espacio-tiempo constituye un problema 
fundamental en el marco de las teorias semiclasicas. La manera de estudiar estos efectos cuanticos 
de los campos sobre la geometn'a (que suponemos como clasica) esta basada en el estudio de las 
ecuaciones de Einstein semiclasicas 



^ G,. = T^'r + {T,,), (4.1) 



SttG 



donde Gf^i, es el tensor de Einstein; T^Jf^ es el tensor de energi'a-impulso clasico y con el valor 
medio (T^u) incorporamos los efectos de los campos cuanticos. 
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El estudio de estas ecuaciones es fundamental para entender procesos tales como el estado final 
de la evaporacion de agujeros negros y problemas de perdida de informacion; o para entender el 
efecto de los campos cuanticos sobre las singularidades clasicas de la relatividad general. 

El analisis de las ecuaciones de Einstein semiclasicas en modelos realistas es una tarea muy 
complicada. Por esta razon es importante formular modelos simplificados donde tales dificultades 
no se manifiesten, pero que provean de resultados que permitan inducir los efectos de los modelos 
generales. Los modelos de gravedad escalar-tensorial en dos dimensiones son muy utiles en este 
sentido. A partir de estos modelos es posible entender algunos de los principales problemas 
refer idos a las propiedades cuanticas de los agujeros negros y la influencia de los efectos cuanticos 



en situaciones cosmologicas |53|. 



Estas ecuaciones semiclasicas no proveen una descripcion completa del problema, por ejem- 
plo cuando el estado de los campos cuanticos es tal que el tensor de energfa-impulso presenta 
importantes fluctuaciones alrededor de su valor medio [54|, motivo por el cual en el Capitulo 5 



estudiaremos las correcciones estocasticas a ([4.1D que deben incluirse en los modelos mas realistas. 



En el presente capftulo estudiaremos fundamentalmente cual en el dominio de aplicacion de la 
aproximacion semiclasica y en que circunstancias dicha aproximacion puede justificarse. En este 
contexto, los modelos en dos dimensiones proveen importantes simplificaciones para el calculo de 
la funcional de influencia en gravedad semiclasica. La organizacion de este capitulo puede re- 
sumirse de la siguiente manera: en primer lugar presentamos el modelo bi-dimensional de Callan- 
Giddings-Harvey-Strominger; derivamos las ecuaciones de movimiento clasicas y calculamos la 
accion efectiva exacta. Seguidamente mostramos como obtener la accion efectiva de camino tem- 
poral cerrado para este modelo a partir de la expresion de la accion efectiva Euclfdea. Deducimos 
las ecuaciones de movimiento de manera covariante, evaluando la contribucion de las correc- 
ciones cuanticas aportadas por los campos de materia. Analizamos la radiacion de Hawking para 
metricas de agujeros negros. Posteriormente estudiamos modelos donde el dilaton esta acoplado 
a los campos de materia, re-analizando los problemas antes mencionados, destacando resultados 
fisicos importantes. Finalmente estudiamos la transicion cuantico-clasica a partir del calculo de 
la funcional de influencia. 
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4.1 El modelo de Callan-Giddings-Harvey-Strominger 

Los trabajos de S. Hawking acerca de la evaporacion de agujeros negros |55, 56] sugieren que el 
proceso de formacion y subsiguiente evaporacion de un agujero negro no esta gobernado por las 
leyes de la mecanica cuantica ordinaria: estados puros podrian evolucionar en estados mixtos. Esta 
conjetura es dificil de probar debido a la gran cantidad de grados de libertad y a la complejidad del 
espacio-tiempo en cuatro dimensiones. Un modelo donde se pueda controlar analiticamente todos 
los grados de libertad es de mucha utilidad. C. Callan, S. Giddings, J. Harvey y A. Strominger 
(CGHS) [|^] propusieron un modelo bi-dimensional inspirado en teon'as efectivas de cuerdas a 
bajas energias que desperto gran interes. El modelo (CGHS) es un modelo bi-dimensional de la 
gravedad, acoplado a un campo escalar llamado el dilaton y a N campos conformes /j, que contiene 
soluciones de agujero negro y radiacion de Hawking. En este modelo puede calcularse el efecto 
completo de los campos cuanticos fi sobre la geometria del espacio-tiempo, y en consecuencia 
el problema semiclasico puede resolverse exactamente |6^]. CGHS propusieron la siguiente 
accion clasica: 

5cGHS = ^/ (i2xy^|e-2<^ + 4(90)2 +4A2] -if;(9/,)2|, (4.2) 

donde (j) es el dilaton, R es el escalar de Ricci en dos dimensiones, A es una const ante positiva y los 
fi son N campos escalares no-masivos, acoplados conformemente a la geometria bi-dimensional. 
Esta accion representa una accion efectiva que describe a los modos radiales de agujeros negros 
dilatonicos extremales en cuatro o mas dimensiones, y tambien esta relacionada a la accion de cuer- 
das no criticas a bajas energias. Independientemente de su motivacion, es un modelo simplificado 
interesante para estudiar el problema en cuestion. 

4.1.1 Ecuaciones clasicas de movimiento 

Las ecuaciones de movimiento para cada uno de los campos de la teorfa: g^^ , y / se obtienen 
tomando la variacion funcional de la accion respecto de cada campo. Definiendo nuevas coorde- 
nadas, 

x"^ = t + X , x~ = t — X, (4-3) 
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las ecuaciones de movimiento son 

T+„ = = 0, (4.4) 

r++ = = 0, (4.5) 
''5++ 

r__ = = 0. (4.6) 
En dos dimensiones (1+1) siempre es posible elegir la medida conforme 

gt^u = e'^Prjf,^, (4.7) 

donde rj^^, es la metrica del espacio piano de Minkowski (con signatura (—,+)) y el factor e^f se 
conoce como el factor conforme o factor de Weyl; el intervalo puede escribirse como 

ds'^ = e^P[-dt^ + dx^] = -e^Pdx+dx-. (4.8) 

ExpHcitamente, las ecuaciones de movimiento, en esta medida son: 

T±± = e-^'^{4d±pd±cj) - 29^0) + ^d±d±f = 0, (4.9) 

r+_ = e-^'^{2d+pd-(l) - 4d+(t)d-(j) - X^e^P) = 0, (4.10) 

- 4a+a_0 + Ad+^d-<i) + 2d+d-p + X^e^P = 0, (4.11) 

d+d-f = 0. (4.12) 

Sumando miembro a miembro las ecuaciones ( 4.10| ) y ( ^.11| ) se obtiene 



5+a_(p-,/)) = 0, (4.13) 
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por lo tanto p — (j) es un campo libre y, en consecuencia, 

p-(j)=lw+ix^) + l-W^{x-) = l-W. (4.14) 



Teniendo en cuenta ( 4.13| ) podemos escribir: 



d+d-e-'^'^ + X^e'^^P-'f'^ = 0, (4.15) 

de donde se deduce que 

a+5_e-2^ = -A2e2(^-<^) = -X^e^^+^'^-l (4.16) 
Integrando esta ecuacion obtenemos, 

^ J d^-^W^x-) j dx+^W+{x+) ^ ^^(3.+ ) + u-{x-), (4.17) 

donde u+ y n_ son funciones a determinar a partir de las ecuaciones ( |4.9D y ( 4.12 ). Definiendo: 

n = n+(x+) +n_(x"), (4.18) 

/i±(x±)=a/ dx±e^±, (4.19) 

se puede obtener formalmente que 



-20 



u-h+h_, (4.20) 



y en consecuencia 

e-2/' = e-^(7z-/i+/i_). (4.21) 

Para completar la solucion, es necesario conocer las funciones n+ y n_. La ecuacion ( [4.12| ) 
para los campos de materia implica que 

/ = /+(x+) + /_(x-), (4.22) 
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por lo que utilizando las ecuaciones de vinculo (gj), y a partir de ( ^3oD y ( j^^ ) encontramos 
que: 



W- 



dx-e-'^+d+fd+f, 
J dx~e'^-d-fd.f. 



(4.23) 
(4.24) 



En ambas ecuaciones, el termino |^ es una constante de integracion cuyo significado quedara claro 
en lo que sigue de este capitulo. 

Consideremos primero las soluciones de vacio, es decir, con / = 0. En este caso es trivial notar 

que 



M 

U = U++U- = —, 



(4.25) 



y que, ademas 



h± = Xx±, 



(4.26) 



(a menos de traslaciones constantes en x"*" y x~). Fijando completamente la medida, es decir 
eligiendo W = 0, el campo de Liouville p (que frecuentemente llamamos metrica) y el dilaton 
pueden escribirse como 



-2p 



-2<t> 



M 



e = — A x^x 

A 



(4.27) 



y el elemento de Imea es 

dx^dx^ 



ds' 



{X^x+x~ 



A ' 



(4.28) 



La solucion ( [4.27| ) con M 7^ corresponde a la solucion de agujero negro bi-dimensional 
encontrada por Witten. M resulta ser la masa del agujero negro [58|. La metrica (4.27) puede 
llevarse a una forma manifiestamente estatica mediante el siguiente cambio de coordenadas: 



Ax+ = e^"^ = e^(^+'"), 



(4.29) 
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Xx 



-Ao- 



-A(r-a) 



(4.30) 



de donde es simple obtener: 



1 + ^e-2A- 



(4.31) 



En el caso particular en que M = 0, la metrica es plana y el dilaton resulta lineal en la 
coordenada espacial, 



^ln[-A2x+x-] = -^A(cT^ 



a 



-Act, 



(4.32) 



a esta solucion con M = se la conoce como "vacio de dilaton lineal" . Cuando M 7^ la metrica 
( 4.31| ) representa a la de un agujero negro de masa M [57|. El horizonte esta en el limite a — > —00. 

Para poder estudiar la formacion y eventual evaporacion de un agujero negro es necesario 
consider ar aquellas soluciones con / 7^ 0. Para ello necesitamos consider ar el tensor de energia- 
impulso de los campos de materia, definido por: 



f 2 5Sf 



(4.33) 



donde es la parte de la accion CGHS que corresponde a los campos de materia /. En la medida 
conforme, 



= d±fd^f, 



tL_ = tL 



0. 



(4.34) 
(4.35) 



Del resultado anterior para la solucion de vacio es de esperar que una perturbacion debida 
a la presencia de campos de materia resulte en la formacion de un agujero negro. Por lo tanto 
es instructivo considerar una onda de choque (o pulso de materia) de amplitud a viajando en la 
direccion x~ , descripta por el tensor de energi'a-impulso: 

^d+fd+f = a5{x+ - x+). (4.36) 
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Nuevamente, eligiendo la medida a partir de W = 0, y utilizando las ecuaciones anteriores, es 
facil probar que 



u'^ = —a6{x~^ — Xq), 



(4.37) 



donde las primas denotan derivadas respecto de x"*". Integrando dos veces obtenemos 



= —a{x~^ — Xq)6{x~^ — Xq). 



(4.38) 



La ecuacion analoga para ii_ implica que U- = ax- + /3. Asi, la metrica y el dilaton quedan 
dados por la siguiente expresion: 



-a{x~^ — x^)^(x^ — Xq) — X'^x^x . 



(4.39) 



Es importante notar que para < Xq se re-obtiene el vacio de dilaton lineal, mientras que 
para x"*" > Xq la solucion es la correspondiente a la de un agujero negro de masa ax^X (luego 
de redefinir a x~ por x~ — -^). En conclusion, cualquier onda de materia incidente en gravedad 
dilatonica clasica produce un agujero negro con horizonte y singularidad. 

Para demostrar esta ultima afirmacion, calculamos explicitamente el escalar de curvatura, que 
en el modelo bi-dimensional siempre esta dado en terminos de derivadas del factor de Liouville 
(en la medida conforme). 



R = Se-^fd^d^p. 



(4.40) 



Luego, utilizando la ecuacion ( [4.39 ) el escalar R puede escribirse 



R = A 



u'_^u'_ + X?{u — x'^u'j^ — X u'_) 
u — A^x+x" 



(4.41) 



donde podemos notar que el escalar de curvatura diverge a lo largo de la curva u — X?x'^x = 0. 
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La eventual existencia de horizontes puede ponerse de manifiesto por medio de un sistema 
de coordenadas en el cual la metrica es asintoticamente plana. Haciendo el siguiente cambio de 
coordenadas: 



(4.42) 



-Ax' 



(4.43) 



la metrica toma la forma 



=2p 



1 + j^e^"' 



I _|_ OLgH<^ -O-^+O-O ) 

A 



-1 



SI < (j2 



SI > an 



(4.44) 



de donde es facil ver que en coordenadas (o"+, a^) el factor conforme e'^^ se anula cuando ^ oo, 
que al pasar a las coordenadas (x~^,x~) implica la existencia de un horizonte sobre la curva 

x~ 



mm- 



4.1.2 Efectos cuanticos: la accion efectiva Euclidea 

Para poder incluir los efectos cuanticos debido a los campos de materia /, debemos calcular las 
correcciones que aparecen en el tensor de energfa-impulso. Es decir, podemos descomponer al 
tensor en una contribucion clasica y una cuantica: 



rp rpcl'AS i I rp \ 



(4.45) 



Donde (T^jy) proviene de la variacion funcional de la correspondiente accion efectiva definida a 
partir de 



-5^1 = det[-n]-^ =mJ Vfe-Ud'-n-°)f, 



(4.46) 



debido a que estamos integrando funcionalmente sobre campos escalares no-masivos mmimamente 
acoplados en dos dimensiones. 
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Debido a la simetria conforme, la traza del tensor de energia-impulso de los campos escalares se 
anula clasicamente, pero existe a nivel cuantico una anomali'a. En dos dimensiones, debido a que 
todas las metricas son conformemente planas, una teoria de campos no-masivos libre seria trivial 
sin anomalias conformes. Por otro lado, como la metrica bi-dimensional tiene solo una componente 
desconocida, la accion efectiva esta univocamente determinada por la anomalia de traza de su 
variacion funcional (tensor de energia-impulso). Como la traza del tensor de energi'a-impulso 
es proporcional a R (que determina completamente al tensor de Riemann en dos dimensiones), 
la contribucion a la accion efectiva a partir de un campo no-masivo en dos dimensiones puede 
conocerse de manera exacta. En consecuencia, como 



^ 6g^„ 247r ' 



r; = g^-T^, = —g'^'^TZ^ = —, (4.47) 



en la medida conforme podemos obtener la accion efectiva debida a los campos de materia cuanticos 
integrando la ecuacion ( [4.471) : 



(fx^g{x) I Sx ^g(x' )R(x)l-R{x'). (4.48) 



^ef - ^CGHS - J - - V — 7 - " V — □ 

Esta es la conocida accion de Polyakov. 

En las secciones siguientes del presente capitulo haremos un analisis detallado del tensor de 
energia-impulso asociado a esta accion efectiva y de las ecuaciones de movimiento obtenidas a 
partir de el. Pero ahora centraremos nuestra atencion en el calculo del tensor de energia-impulso 
de los campos de materia. 



Calculando la variacion funcional de ( [4.48 ) podemos obtener la contribucion cuantica al tensor 
de energi'a-impulso: 

(Tf-v) = -^/<i'!/v/9[VpV„-9p„n|,^,fl(!,)i 

+ ^l<l'.V-sl^'vVs{-S..0'^a,.^ + 23,Si^3.Si^}, (4.49) 

donde el primer termino contiene la informacion acerca de la anomalia de traza y el segundo, si 
bien tiene traza nula, contiene efectos no triviales como por ejemplo, es el termino que aporta la 
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radiacion de Hawking para metricas de colapso de agujero negro. Volveremos a este punto mas 
adelante. 



4.1.3 La accion efectiva de camino temporal cerrado 

La manera usual de obtener las ecuaciones semiclasicas de movimiento se basa en tomar la variacion 
funcional de ( 4.4g| ). Estrictamente, esta no es la manera correcta. Si pasamos del espacio EucHdeo 



al de Minkowski reemplazando el propagador Eucli'deo por el de Feynman obtenemos la accion 
efectiva in-out usual (como veremos mas adelante al evaluar la creacion de particulas en metricas 
cosmologicas) . Las ecuaciones de movimiento derivadas a partir de esta accion no son reales ni 
causales porque ellas son ecuaciones para los elementos de matriz in-out y no para valores medios 
de los campos. La solucion de este problema radica en el formalismo de camino temporal cerrado 
(CTC) 31, 32 1 . Con este formalismo podemos construir una accion efectiva in- in para los 
valores de expectacion. Asumiendo el punto de vista semiclasico, donde no integramos sobre las 
diferentes configuraciones de la metrica, la accion efectiva CTC se define como pl| , p^ ]: 

ei5CTC[<;±j±] ^ _^gi(5cGHs[3+,/+]-5cGHs[3-,/"]) j J) f+j) f~ f^{Su..t[9+ J+]-S^^t[g- J-]) _ (4_5Q) 

Las ecuaciones de movimiento se obtienen tomando la variacion de esta accion con respecto a 
la metrica e imponiendo que g^^^j = gj^^. Las integrales de la ecuacion ( [4.50D deben re- 
alizarse sobre las fluctuaciones cuanticas de los campos. Por lo tanto y /~ deben tener modos 
de frecuencia negativa y positiva, respectivamente, en el pasado remoto (estas son las llamadas 
condiciones de contorno in) y deben coincidir sobre una hipersuperficie espacial en el futuro (a un 
tiempo finito). Esta hipersuperficie, la cual debe ser una hipersuperficie de Cauchy, la llamaremos 
S. En consecuencia, la integral de camino puede pensarse como la integral de camino de dos 
campos independientes que evolucionan en dos ramas temporales diferentes; una en la direccion 
positiva del tiempo en presencia de la fuente desde el vacio in hasta S, y la otra en la direccion 
temporal contraria, desde S hasta el vacio in en presencia de la fuente g^^. El vinculo que debe 
imponerse a la evolucion de los campos es /"''Is = /~|s- Es importante notar que / y g^j^ son 
independientes sobre las ramas + y — . 
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En la aproximacion semiclasica, la AECTC coincide con la accion efectiva de granulado grueso 



definida en el Capitulo 3, y puede escribirse, sin perdida de generalidad como ||61[] 



^ s^^^^ ^+] _ s^^^^ ^g-^ j-^^ bj.] , (4.51) 

donde rFi[(7jjy] es la accion de influencia, presentada en los capi'tulos 2 y 3. Como veremos, esta 
accion depende de la hipersuperficie S, donde los campos deben coincidir. Como en todo sistema 
cuantico abierto donde realizamos la integracion sobre las variables correspondientes al entorno 
(en este caso las fluctuaciones cuanticas de los campos de materia /«), encontramos una descripcion 
"efectiva" para el sistema (la metrica el dilaton, y la configuracion clasica de fondo de los 

■ cCTC 

campos de materia /j). El objeto e cf es basicamente la funcional de influencia y coincide con 
la funcional de perdida de coherencia de Hartle y Gell-Mann [^]. 

En nuestro caso presente, elegimos como condicion inicial para el estado cuantico de los campos 
escalares el estado de vacio in en el pasado remoto |0, in). Para elecciones mas generales, la accion 
de influencia es un objeto mas complicado que depende fuertemente de las mismas |30|. 



La funcional de influencia puede escribirse alternativamente como: 

giSCTc =J2{0,in\a,T)y^{a,T\0,in)g+, (4.52) 

a 

y en consecuencia puede interpretarse como el producto escalar, sobre S, entre los estados evolu- 
cionados temporalmente (sobre cada una de las metricas g^,^) desde el estado inicial comun hasta 
la hipersuperficie futura comun S. La AECTC tambien puede escribirse alternativamente en 
termino de los coeficientes de Bogolubov que "conectan" las bases in y out de cada rama tempo- 
ral. Esto implica que existe perdida de coherencia si y solo si existe creacion de particulas durante 
la evolucion del campo 



La ecuacion ( 4.50| ) puede escribirse tambien como [62 



giS^AaJ] = j^e'^cGHslaJ] J j) fei^g^tlaJ] ^ (4.53) 

donde hemos introducido el camino temporal complejo CTC C = C-(- U C_, que va desde menos 
infinito a T, (C-^.), y retorna, con una parte imaginaria infinitesimal decreciente (C_). Las integrates 
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temporales sobre el contorno C estan definidas por dt = J^^ dt — dt. Las fluctuaciones / de la 
ecuacion ( 4.53 ) estan relacionadas con aquellas presentes en ( fl.SOD por la relacion f{t, x) = f±{t, x) 
si t € C±. Lo mismo se aplica para g^u Y para la configuracion clasica de fondo /. Esta ecuacion 
es litil porque tiene la estructura de la accion efectiva in-out o de la accion Euclidea usual. Las 
reglas de Feynman son las or dinar ias, simplemente reemplazando los propagadores Euclideos de 
la siguiente manera: 



G{x,y) 



=i(0,m|r/+(x)/+(y)|0,m), 
G__(x,y) = -i(0,m|f/-(x)/-(y)|0,m) 
G+_(x,y) = -i(0,in|/+(x)/-(y)|0,m), 
G_+ (x, y) = i(0, in\f- iy)f+ (x) |0, in) , 



t, t' ambos sobre C+ 
t, t' ambos sobre C_ 
t sobre C+, t' sobre C_ 
t sobre C_ , t' sobre Cj 



(4.54) 



Cada propagador se define teniendo en cuenta que las fluctuaciones de los campos corresponden 
a metricas diferentes. Por ejemplo, G++ es el producto ordenado temporalmente de los dos campos 

en la metrica +, mientras que G es el producto anti-temporalmente ordenado para los campos 

en la metrica — . Es por esto que la relacion usual entre estas funciones de Green 0++ = G*__ ya 
no es valida porque cada propagador esta definido sobre metricas diferentes. De la misma forma, 

G-i se construye a partir del producto de un campo definido sobre la metrica + con otro sobre 

la — . Los propagadores de Feynman y Dyson se representan por 



G'±±(x, y) = G±(x, y) 0(x° - y°) + G^(x, y) 



(4.55) 



pero ahora no son validas las relaciones usuales G+ = G-| y G_ = G ^. 

A partir de las ecuaciones (CT ) y dH) la accion efectiva de camino temporal cerrado es: 



qCTC 



5'cGHs(5'^y, /^) - ScGnsiQuu^ f 



N 
96^ 



d^x^-g{x) f d'y.J-g{y) R\x) Gab{x,y) R\y), 



(4.56) 



donde los indices a y b denotan cada una de las ramas CTC, + y — 
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4.1.4 Las ecuaciones de movimiento covariantes 

Aunque nuestro interes fundamental radica en el estudio del proceso de perdida de coherencia, en 
esta seccion mostramos como se deducen las ecuaciones de movimiento covariantes a partir de la 



AECTC. Estas ecuaciones no pueden derivarse directamente a partir de la ecuacion ( 4.48 ) porque, 
como mencionamos al inicio, el formalismo CTC es necesario para evaluarlas correctamente a partir 
de una accion efectiva. En general, las ecuaciones semiclasicas de movimiento han sido halladas 



por medio de |64] 



2^^GHS ^ ^^^^ ^4 

Las componentes del tensor de energia-impulso pueden determinarse utilizando la anomalia de 
traza e imponiendo la ley de conservacion |^5|. En la literatura previa, estas ecuaciones han sido 
escritas y estudiadas en la medida conforme. Pero esta manera de calcular restringe la posibi- 
lidad de hallar las componentes del tensor de energfa-impulso para aquellos campos de materia 
conformes o no acoplados al dilaton, dado que para estos casos mas generales o no conocemos la 



anomalia de traza, y/o el tensor de energia-impulso no se conserva |6(:] 



El formalismo CTC nos permite derivar las ecuaciones de movimiento covariantes a partir de 
la expresion: 

xqCTC 

En consecuencia, la principal dificultad esta en la variacion funcional de las funciones de Green 



respecto a la metrica. Despues de expandir al campo en modos, podemos probar que |67] 

5G++ = Grct 5a 5a Gavan - G^ct 5a Gavan, (4.59) 

5G+-=Gret 5a G+_, (4.60) 

5G.+ = Gret 5a G_+, (4.61) 
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donde G^et Y Gavan son las funciones de Green retardada y avanzada usuales, respectivamente. La 
variacion funcional del operador dalambertiano 50 actuando sobre una funcion escalar arbitraria 



w esta dada por |67]: 



saw = -V'VwSg^, - ^d^wg^''' {5gx,,^ + 6g^x;. - Sg^^.-x) ■ (4.62) 



En las ecuaciones que provienen de la variacion funcional todos los propagadores Gret) G^van, G^ 

y G ^ estan evaluados en = 51^7^, porque es lo que necesitamos para obtener las ecuaciones de 

movimiento. Finalmente, las ecuaciones covariantes estan dadas por: 



<^'5'cGHS 

Sg'^u 



\{Tt.u) = J d'y^-g{y) R{y) [V^^V. - Gretix,y)] 



N 

+ 



d^x^-g{x) / <fy^-g{y) {2R{x) d^{z)Gret{x, z) d^{z)Gret{z,y) R{y) 



1927r 

- R{x) g^u{z) d''{z)Gretix, z) da{z)Gret{z, y) R{y)} . (4.63) 

La expresion anterior es la misma que la calculada en la ecuacion (|1|), donde los propagadores 
Eucli'deos fueron reemplazados por los retardados, por lo tanto estas son ecuaciones de movimiento 



no-locales, reales y causales. De ( [4.63| ) obtenemos la anomalia conocida |l52| , pTj 
X oCTC n 

En la medida conforme, 

(r+_) = (r_+) = -^d^d.p, (4.65) 

(r±±) = -^[dlp - d±pdip - t^]. (4.66) 
Las funciones dependen de y pueden escribirse como 

i± = dlS^ - 2d±S^d±S^, (4.67) 
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donde las funciones son: 



= / d'y dy-[piy)dy+G,etix,y)], 



(4.68) 



S'ix- 



d^y dy+[dy-p{y)Grct{x,y)]. 



(4.69) 



Las funciones dependen del estado cuantico de los campos de materia. En el modelo 
CGHS estan completamente determinadas por las condiciones de contorno en el pasado remoto 
que corresponden al estado de vacio in. Como ejemplo calculamos la expresion explicita de estas 
funciones para metricas cosmologicas y de agujero negro. 

Para metricas cosmologicas, p es una funcion del tiempo conforme t, p = p{t). Como el 
propagador retardado es 



Gj:etix,y) = 9{tx -ty-\x- 2/1), 



(4.70) 



las funciones son 



= dip - d±pd±p. 



(4.71) 



Por lo tanto, por las ecuaciones ( 4.67 ), ( [4.66 ) y ( 4.67 ) obtenemos 



(T±±) = 0. 



(4.72) 
(4.73) 



De donde es simple ver que solo aparece la anomalfa de traza 
Si consider amos la onda de choque de la seccion 4.1.1 
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podemos hallar las funciones en las coordenadas cr^ 



= dl±p- d„±pd„±p, 



(4.74) 



y las componentes del tensor de energia-impulso son 



{T±±) = -^[d±P - d±pd±p - dl±p + d„±pd^±p]. 



(4.75) 



Este resultado es valido para todo el espacio-tiempo. En particular, para la region de vacio donde 



d„+p se anula obtenemos [57| 



=0, 



1 + ^e^- 
A 



(4.76) 
(4.77) 



Que es el resultado conocido a traves de la literatura. 



4.1.5 Radiacion de Hawking: modelo CGHS 

Siguiendo el razonamiento empleado en la seccion anterior, consideramos la formacion de un 
agujero negro por colapso gravitacional de una onda de choque situada en = . Cuando 
x+ < a^o", como demostramos anteriormente, la metrica es la de Minkowski, es decir 

dsin = -dx^ndxtn I X\n = 't-x ^ x+ = t + X. (4.78) 
Para > , la geometria esta representada por 

ds"^ = -\{r)dudv, (4.79) 
u = t-r*, v = t + r*, ^ = A(r) , 
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Singularidad 




-OD 

Fig. 4.1: Diagrama de Penrose correspondiente al colapso gravitatorio de 
una onda de choque. 



donde A(r) se anula sobre el horizonte de eventos r = r+. Para un agujero negro de Schwarzschild 
tenemos, por ejemplo que A(r) = 1 — en lo que sigue mantendremos la generalidad con la 
funcion A(r). 

La relacion entre las coordenadas "in" y "out" que representan uno y otro lado respecto de la 



onda de choque se obtiene de empalmar ambas geometrias en 



X, 



• 



V = X-' 



dx^ 
du 



'X^O ^in) 



(4.80) 



Como hemos visto (( [4.63D ), en la ecuacion ( [4. 491) la expresion formal denota al propa- 
gador retardado Gret actuando sobre el escalar de Ricci. Utilizando la medida conforme, ds^ = 
—e^Pdx^dx~ tenemos que —20p = R, por ello p esta formalmente representado por —2p = ^R. 
El propagador retardado queda definido por la relacion — 2pin = Gj-etR donde pin es el factor de 
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LiouvUe en las coordenadas "in" . La relacion entre los factores conformes en las coordenadas "in" 
y "out" , respectivamente queda determinado entonces por: 



dx- 



(4.81) 



El flujo de energia a traves de I"*" (ver Figura 4.1) esta dado por 



du 



(4.82) 



Por medio de las ecuaciones ( [4. 80] ) y ( ^.81| ) obtenemos 



2[An]/+ = log + const = - log[A(^(Xfj" - x-J] + const. 

"^in ^ 

Combinando las ecuaciones anteriores podemos mostrar que 



uu/ 1+ 



1927r 



(4.83) 



donde A' = A'(r+). Este flujo corresponde a una temperatura ((T, 



— jlt'^ ^ 

uu/ — 12-^ H) 



Tu = j;A'(r,). 



(4.84) 



Este resultado es aplicable para aquellos agujeros negros cuya metrica sea asintoticamente 
plana y de la forma ds^ = —X{r)dt^ + \^^{r)dr'^. La temperatura de Hawking para un agujero 
negro generico tambien puede calcularse trabajando en el espacio Eucli'deo y compactificando la 



direccion temporal. El resultado coincide con ( 4.84 ). Por ejemplo, para un agujero negro de 



Schwarzschild, tenemos que Th = 4-tt- Volveremos a este punto en la siguiente seccion. 



Svr M 



4.2 Modelos mas realistas: acoplamiento dilaton-campo escalar 

Si bien el modelo de CGHS ha sido muy exitoso, es de interes investigar otros modelos con una 
vinculacion directa a modelos en cuatro dimensiones, al menos para algiin caso en particular. Por 
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ejemplo podemos obtener modelos bi-dimensionales a partir de modelos en cuatro dimensiones 
pero restringidos a simetn'a esferica. En particular, podemos considerar la accion de Einstein- 
Hilbert usual y campos mmimamente acoplados en cuatro dimensiones, 



(4.85) 



Para configuraciones esfericamente simetricas 



ds^ = g^^axf^dx" = gah{x'')dx''dx^ + e-2'^(^")(d^2 ^ ^^^2 q ^^2^ 



(4.86) 



/ = /(x") , a,6 = 0,l. 



la accion puede reducirse dimensionalmente a 



S = jd^x V^e-'* {R + 2(50)2 + 2e2^) - \{dff 



(4.87) 



A diferencia del modelo CGHS, en esta accion los campos escalares de materia estan acoplados al 
dilaton. 

De la misma manera, comenzando con campos escalares acoplados de manera arbitraria, cuya 
accion este dada por 



(4.88) 



se obtiene, despues de la reduccion dimensional: 



^materia = / d^X^e'^^ [{Of f + ^/2(i?(2) + 400 - 6(5</>)2 + 26^^) 



(4.89) 



que, en terminos del campo ip = e "^f, puede re-escribirse como: 



^materia = "3 / ^'^V^ [(^V')' + 



(4.90) 
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con la funcion V definida por 

V = + (4^ - !)□(/) + (1 - 6C){dcl)f + 2^e^^ . (4.91) 

^ = 0y^ = l/6 son cases especiales. Para ^ = 1/6, la accion es invariante conforme en cuatro 
dimensiones, es decir, la accion queda invariante frente a transformaciones tales como g^^^ — > 
^2(7{x)g^^ y J ^ ^-(t{x) J ^ Desde el punto de vista del modelo bi-dimensional, la invarianza implica 
que gab e'^'^^^^dab , <p^(f> — ayip^'ip{of^ 6"°"^^)/ ). La accion de materia ( 4.87| ), 



que corresponde al caso = 0, es invariante conforme en dos dimensiones, es decir, frente a las 
transformaciones gab — > e^'^^^^dab , 4^ ^ 4> Y f ^ f ■ Para otro acoplamiento diferente de ^ = o 
^ = 1/6, no existe invarianza que implique transformaciones de Weyl en el modelo bi-dimensional. 

Consideremos el modelo de la ecuacion ( [4.87| ). Debido a la simetria conforme, la traza del 
tensor de energia-impulso de los campos escalares se anula a nivel clasico. Como ya hemos men- 
cionado, aparece una anomali'a a nivel cuantico. Esta anomalia ha sido calculada por varios 



autores |70|. A partir de estos modelos, algunos efectos nuevos han sido discutidos, como por 



ejemplo la evaporacion (y la anti-evaporacion) de agujeros negros de Schwarzschild-de Sitter [71|. 
Un aspecto muy importante en estos modelos es que debido al acoplamiento entre el dilaton y los 
campos de materia, el tensor de energia-impulso bi-dimensional de los campos de materia no se 
conserva, y por ello, el conocimiento de la anomalia de traza no es suficiente para determinar el 
tensor de energi'a-impulso total, como si' ocurre en el modelo CGHS [^, [f^j. 



4.2.1 La accion efectiva y el tensor de energia-impulso 



A nivel clasico, el tensor de energia-impulso de los campos de materia esta dado por 



Tab = e-'^ 



dafdbf - -Qabidff 



(4.92) 



Este tensor tiene traza nula pero su divergencia no lo es; por lo tanto no se conserva. Efectiva- 
mente, si utilizamos la ecuacion de movimiento clasica para /, la divergencia esta dada por: 



V-Tab = -\da{e~^^){dff. 



(4.93) 
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Claramente, el objeto que se conserva gracias al teorema de Noether es el tensor de energia- 
impulso total. Como veremos ahora, La razon por la cual Tab no se conserva es clara a partir de 
la conservacion del tensor de energia-impulso en cuatro dimensiones. 

La conexion entre el modelo bi-dimensional y el caso general en cuatro dimensiones puede 
ponerse en evidencia debido a que gracias a la simetrfa esferica, el tensor de energia-impulso 
general puede escribirse como: 

(^?^) = ^-''^'-^S.,^ (4.94) 



donde los indices i y j indican las coordenadas angulares. 

En realidad, como V^T^^^ = 0, y gracias a la ecuacion (|4.86D , se obtiene que 

^aj.^) ^ 29>rf;) - e'"^idb<p4f + sin-2 edb<PT!^^i). (4.95) 
Luego de utilizar 

= d^fduf - \g^v{df)'^ y f = /(a;"), reproducimos la ecuacion (|4.93D . 



A nivel cuantico, el valor medio {Tab) es una cantidad divergente que debe ser renormalizada. 
Una renormalizacion covariante producira entonces un tensor de energia-impulso que no se con- 
serva y que contiene una anomalfa de traza. 

La accion de materia ([4.901) puede re-escribirse para ^ = como: 

S^ = -\j Va [{di^? +Pi^^], (4.96) 

donde P = {d(j)f - □(/>. 

Al igual que en la seccion anterior, la accion efectiva Eucli'dea puede calcularse usando el hecho 
que la anomalfa de traza esta determinada por T = 2g'^^j^ = -^{R — 6P) [^0|. Por lo tanto, 
integrando esta ecuacion es posible obtener p6| 



Sef = -^j<fx^gjcPy^gi^^R{x)^R{y)-P{x)^R{y)^+Sl, 

= Sti + Sl,. (4.97) 
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El primer termino de (4.97), produce la anomalia de traza esperada, mientras que el segundo 



termino es invariante frente a transformaciones de Weyl. Este termino es trivial en el caso en 
que el dilaton sea constante y/o si los campos de materia no estan acoplados al dilaton. Por este 
motivo no lo incHmos al evaluar la accion efectiva para el modelo CGHS (ecuacion ( ^.48| )). 

Trabajando en la medida conforme, el termino invariante de Weyl puede escribirse como: 

^li =det[-ap + Pp]-h = M I Vij e--2 1 '^'^ ^^-""'^^ e-'^U'""^^^', (4.98) 



e 



donde el sub-mdice p indica que la cantidad debe evaluarse sobre una metrica plana; J\f es una cons- 
tante de normalizacion. En algunos trabajos esta parte invariante ha sido omitida, produciendo 
resultados contradictorios con los de los modelos en cuatro dimensiones Una manera de 

calcular esta parte invariante consiste en realizar una expansion en potencias de Pp [74|: 

= I <fxPp{x)Di{x) + Jd^xJ cfiyPp{x)D2{x,y)Pp{y) + ... (4.99) 



Comparando terminos del mismo orden entre las ecuaciones (|4.98|) y ( |4.99[) obtenemos que Di{x) = 
^G{x, x), D2{x, y) = |G^(x, y), donde G es el propagador Eucli'deo piano. Por lo tanto la accion, 
a segundo orden en la expansion en potencias de Pp es: 

Sli = \j I d^yPp{x)G\x,y)Pp{y) , (4.100) 

donde hemos omitido un termino local y divergente que puede ser extraido mediante la adicion 
de un contratermino. 



El propagador al cuadrado G^, ha sido calculado en la Ref. |75| 

„2 



G\p) = i^^ln^. (4.101) 



Finalmente, transformando Fourier la ecuacion ( [4.101] ), la parte invariante de la accion, a segundo 
orden en Pp queda: 

Si, = [ (fx I <fyPp{x)^\n^Pp{y) (4.102) 



SttJ J 'Up /i2 

^ / d^x^ J d2y^|p(^)lin_Ep(2/)+ J d^,^p(^x)^^p^,) 
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La segunda Imea de la ecuacion ( [4.102| ) esta escrita de manera expHcitamente covariante usando 
el hecho que Pp = ^P y que la funcion de Green l/Dp es invariante de Weyl. El parametro 
representa una escala de corte infraroja, por lo tanto la accion efectiva en esta aproximacion 
depende del parametro fj, debido a que estamos evaluando perturbaciones para campos no-masivos 
en dos dimensiones. Los resultados fisicos van a depender de /x. 

Si bien hemos realizado un desarrollo en potencias de P para evaluar la parte invariante de 



Weyl, no hemos desarrollado en potencias de R, a diferencia de lo hecho en |74|. Como veremos, 
esto sera litil en geometrias no-triviales con P <^ R. 

Una manera alternativa, basada en una aproximacion diferente, puede aplicarse para el calculo 
de Sgf. Esta nueva aproximacion corresponde a despreciar la retrodispersion de la geometria sobre 
la dinamica de los campos de materia. Esta aproximacion efectivamente supone que el termino 



de masa en la ecuacion ([4.98|) es una constante [^]. En este caso, la parte invariante de Weyl es: 



= d'x ^ P(x) (l - log-^) - d'x^ j d^y^P{x)^R{y) . (4.103) 

Nuevamente, la expresion anterior fue hallada en el espacio piano y luego se obtuvo la expresion 
covariante. Para ello debemos notar que en la medida conforme, log(y^) = —O^^R. Esta claro 
que podemos calcular las correcciones que vienen del hecho de que en realidad P no es una 
constante; estas se obtienen haciendo perturbaciones en potencias de derivadas de P ]76|. Notar 
que el ultimo termino en (4.103) se cancelara con un termino identico en la (ver ecuacion 



En ambas aproximaciones la accion efectiva puede escribirse como Sd = + Sl^. Dado que 
el tensor de energia-impulso se obtiene a partir de la accion efectiva, variandola respecto de la 
metrica bi-dimensional, una descomposicion similar aparece en este caso (Tab) = {T^) + {T^fj). La 
parte que corresponde a la accion de la anomalia es independiente de la aproximacion hecha para 
calcular la parte invariante: 



72 



La accion de inEuencia en gravedad semiclasica 



ovr J L J (x) u 



- i / / {28.^^4^ - «<^^&^} . (4.104) 

Este tensor tiene la anomalia de traza correcta: (T^) = 21^7 (-R — 6P). Ademas de la anomalia de 
traza, contiene una parte de traza nula pero que no se conserva, es decir que su divergencia es 
diferente de cero. 

La parte del tensor asociada a la accion efectiva invariante de Weyl, cambia segun cada una 
de las aproximaciones efectuadas. En particular, en la aproximacion en potencias de P esta dada 
por, a or den lineal en P 



+ — / d'y^ I d'z^ gab^^^^c - 2Va<pVb + gab{d(t>r - 'i^a^^b 



(4.105) 

R{y) P{z) 



□ □ 



mientras que en la aproximacion en que se desprecia la retrodispersion, la parte invariante de 
Weyl del tensor de energia-impulso es: 



abl 



1 

8^ 



1 P 

gab^^^^c - 2Va(j)Vb + gab{d4>f - 2Va(f>Vb(f> log^ 



+ 



^ I d^yVg kbV",/.Vc - 2Va</'Vb + gabid(l>)'^ - 2Va<l)Vb4^] ^ ^ R{y)^ 



(4.106) 



A esta altura son necesarios algunos comentarios acerca de los limites de aplicabilidad y al- 
cances de cada aproximacion. Debido a la presencia de un termino proporcional a logP, (T^b) 
dado por la ecuacion ( 4.106 ) tiene una singularidad cuando P — > 0. Por lo tanto, {T^b) singular 
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aun para el espacio-tiempo de Minkowski, donde P = 0. Esta divergencia puede entenderse sim- 
plemente porque cuando estamos en el caso en que P = 0, la aproximacion de no-retrodispersion 
deja de ser valida. El origen de esta singularidad esta asociado a la divergencia infraroja que siem- 
pre aparece para campos sin masa en dos dimensiones (que es lo que efectivamente sucede con el 
campo tp cuando P = 0). O sea, la divergencia es producto de la aproximacion donde asumimos 
que P es una constante no nula. En aquellos casos donde P = es mas adccuado utilizar la 
aproximacion basada en el desarrollo en potencias de P, donde la divergencia esta regularizada 
por la aparicion del parametro fj,. 

Como mencionamos al comienzo de esta seccion, el hecho que el dilaton este acoplado al campo 

escalar de materia, implica que el tensor de cnergia-impulso tcnga divergencia distinta de cero. 
En la expansion en potencias de P, la divergencia esta dada por: 



Stt 



I Av^{p(2/)^-2P(y)iln-B+2 / d^z^g . (4.107) 



Mientras que para el caso de no-retrodispersion. 



Stt 



Stt 



-2Va</)n - V''Va</)V60 - Va<^n0 log^. 



(4.108) 



Como en el caso clasico, el tensor no se conserva cuando el dilaton no es una constante. 

En las tres proximas secciones mostraremos que si ignoramos la existencia del termino in- 
variante de Weyl, es decir si consideramos que (Tab) = {T^), se obtienen resultados fisicos in- 
consistentes para los efectos cuanticos tanto en metricas de agujeros negros como para metricas 
cosmologicas. Lo mismo ocurre si calculamos el tensor de energia-impulso (Tab) utilizando la 
anomalia de traza e imponiendo (incorrectamente) la ley de conservacion V^T^b = 0. 
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4.2.2 Radiacion de Hawking: modelos con acoplamiento al dilaton 

El motivo de esta seccion es analizar en detalle la aplicacion de las dos aproximaciones men- 
cionadas en la seccion anterior al calculo de la radiacion de Hawking. En las secciones siguientes 
extenderemos el estudio a otros fenomenos fisicos de interes. 

En particular, para una metrica dada por: 



ds^ = -X{r)dudv, (4.109) 

es facil demostrar que P(r) = ^X'{r). Por lo tanto P es diferente de cero para todo punto fuera del 
horizonte de eventos r > r_|_ (al menos en el caso de agujeros negros no-extremos; volveremos a este 
punto mas adelante). Como P no se anula sobre el horizonte, podemos utilizar la aproximacion 
de no-retrodispersion. En consecuencia, sumando las ecuaciones ( [4.97 ) y ( 4.103| ) la accion efectiva 
completa es: 

If 1 

Spf = / d^Xx/q i?— i? + terminos locales, (4.110) 

que, a menos de los terminos locales coincide con la accion del modelo CGHS (accion de Polyakov), 
para la cual hemos calculado la radiacion de Hawking en la seccion anterior. 

De esta manera, el resultado general implica que la temperatura de la radiacion de Hawking 
esta dada por la ecuacion Th = 3^A'(rhor)- 

Por lo tanto, mientras P sea diferente de cero, hemos demostrado que podemos utilizar la 
aproximacion de no-retrodispersion, y que el resultado para la radiacion de Hawking en cuatro 
dimensiones es el calculado en la seccion anterior. La contribucion a la radiacion esta dada por el 
termino de Polyakov de la accion efectiva [S6|. 



Consideremos ahora una geometria donde P se anule sobre el horizonte, como por ejemplo 
para agujeros negros de Reissner-Nordstrom (A(r) = 1 — ^y- + ^) en el Hmite extremo. Aun 
en este caso, la aproximacion de no-retrodispersion continiia dando el resultado correcto para la 
radiacion de Hawking. Si bien P se anula sobre el horizonte, no hay divergencia alguna en el 
tensor de energia-impulso, dado que los terminos que aportan a la radiacion tienen derivadas no 
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nulas de P. Como P es casi cero cerca del horizonte, tambien podemos utilizar el desarrollo en 
potencias de P. Cerca del horizonte de eventos la contribucion mas importante a la radiacion de 
Hawking esta nuevamente dada por el termino de Polyakov que es independiente de P y es exacto 
a todo orden en R. Las correcciones de orden superior que aparecen en este caso provienen del 
termino no-local proporcional a ^ In y por lo tanto dependen de la escala fi. 

Es importante recalcar a esta altura que la aproximacion en potencias de P no es adecuada 
para estimar la radiacion de Hawking para agujeros negros de Schwarzschild. Esto se debe a que 
en esta metrica P = = ^, por lo tanto no es consistente el calculo de 5ef a todo orden en R 
y restringido a orden cuadratico en la expansion en P. Deben'amos sumar un niimero infinito de 
terminos no-locales para obtener el resultado correcto. 

Finalmente, debemos notar que el hecho de no incluir el termino invariante de Weyl en la 
accion efectiva produce resultados erroneos. El termino relevante para la radiacion de Hawking, 
a partir de la variacion funcional de la accion efectiva anomala seria (ver ecuacion ( 4.104| )): 



L I {a.5^8,!M _ i2a„iMa,iM} . (4.ni) 



Para el agujero negro de Schwarzschild P = R/2, el termino proporcional a P produce un flujo 
"entrante" que excede por un factor 6 al flujo "saliente". Por lo tanto, si no se considera S^^ se 
obtiene un flujo de Hawking negativo, lo cual es inaceptable a partir de los resultados en cuatro 
dimensiones. Este problema aparecio en algunos trabajos previos |77]. 



4.2.3 Correcciones cuanticas al potencial Newtoniano 

En esta seccion damos otro ejemplo que muestra la importancia de la parte invariante de Weyl 
en la accion efectiva: calculamos las correcciones cuanticas al potencial Newtoniano. Aqui no 
pretendemos hacer un analisis detallado de la manera en que estas correcciones han sido evaluadas 



anteriormente |78, 7£], pero si utilizarlas en el marco de los modelos bi-dimensionales para probar 



la efectividad de cada una de las aproximaciones efectuadas. 
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Como mencionamos al inicio del presente capitulo, las ecuaciones de Einstein semiclasicas en 
cuatro dimensiones estan dadas por 



^{R,u - \g,uR) = ^'^^T/i) + (tW) , (4.112) 



en el presente ejemplo, suponemos que la parte clasica de las fuentes esta dada por una particula 
puntual de masa y que {T^u') es el tensor de energi'a-impulso para un 

campo escalar cuantico sin masa. 

Estas ecuaciones pueden resolverse considerando perturbaciones alrededor del espacio piano 
9fiu = Vfiu + ^Mi'- Para encontrar las correcciones cuanticas al potencial Newtoniano, es suficiente 
calcular la solucion de de la ecuacion para la traza de hfj_u. Expandiendo perturbativamente, 
h = h^^^ + h^^^ , con h^^^ = solucion de la parte clasica, la ecuacion para h^^^ es: 



i-V2/i«=5^'^(r£)) . (4.113) 



A distancias grandes, la traza de es [78| 



(r(4)) = -Ji- ^ ^ . (4.114) 



Para campos sin masa acoplados mmimamente en cuatro dimensiones, la traza del tensor 



de energia-impulso depende del estado cuantico del campo. La ecuacion ( |4.114|) corresponde a 
calcular la traza del tensor en el estado de Boulware, que es el estado de vacio de Minkowski a 
grandes distancias. 

Por lo tanto, la solucion perturbativa de las ecuaciones semiclasicas de Einstein es: 



h M M I , , 

7 = + T^^ 3+--, 4.115 

4 r 127rH 



de la cual podemos extraer las correcciones cuanticas al potencial Newtoniano. 
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Para obtener el potencial Newtoniano consideramos las ecuaciones geodesicas de una particula 
de prueba con coordenadas x'^{t) [cLt"^ = —g^ydx^dx'^), que se mueve en el fondo gravitatorio 
dado por g^j_y. Las ecuaciones son 

d^^xP ^„ dx'^dx'' 

donde F^^ es el si'mbolo de Christoffel asociado a la metrica solucion de las ecuaciones semiclasicas. 
En el Hmite de campo debil, las ecuaciones geodesicas se reducen a 

por lo tanto, el potencial Newtoniano queda determinado por V{r) = — ^/iqo- En nuestro caso, 
/loo = ~\hY^ en consecuencia la ecuacion (4.115) determina las correcciones cuanticas al potencial 



Newtoniano. 

Por lo tanto, queda claro que para determinar las correcciones cuanticas al potencial Newto- 
niano es necesario determinar la traza (en cuatro dimensiones) del tensor de energia-impulso en 
la metrica de Schwarzschild. El signo de C de la ecuacion ( |4.114| ) es muy importante. Un valor 
positivo de esta constante podria implicar que la constante de Newton decrece con r, lo cual es 
inadmisible dado que implicaria efectos de apantallamiento gravitatorio. 

El tensor de energia-impulso en cuatro dimensiones (T^^^ ) = g^^'^ {tIu) ) = g""^ {T^^ ) + g^^ {T-j^ ) 
debe calcularse utilizando la aproximacion en potencias de P, debido a que la aproximacion que 
desprecia la retrodispersion no es adecuada para regiones asintoticamente planas, dado que diverge 
cuando P — > 0. 



Por lo tanto, tenemos que evaluar las ecuaciones (4.104) y (4.105) en la metrica de colapso: 



donde dJl^ es el elemento de Hnea de la dos-esfera, y r* esta dada por: 

= r + 2Mln\— (4.119) 
'2M ' ^ ' 
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Las funciones no-locales ^ y ^ In son evaluadas mediante tranformaciones de Fourier |^ 
y resultan 



R 2M ^ P ^ -a 2M , 

— = and — m — ^ = In fir. 

□ r □ /i^ r 



Por lo tanto, evaluando las ecuaciones ( [4.104 ) y ( 4.105| ) obtenemos la traza en cuatro dimen- 
siones que, a primer orden en M, es 

(rW) = -^^lnAr =§lnAr. (4.120) 

Como esperabamos, las correcciones cuanticas al potencial newtoniano dependen de la escala ^. 
Estas correcciones concuerdan cualitativamente con el resultado conocido en la literatura ||7^. Sin 
embargo, si la parte invariante de Weyl es ignorada, obtenemos: 

(r(^)) = -i^ , (4.121) 

que presenta el signo equivocado y llevaria concluir que existen efectos de apantallamiento gravi- 
tatorio producidos por campos de materia escalares. 



4.2.4 Creacion cosmologica de particulas 

Como otro ejemplo de la utilidad y significado fisico de la parte invariante de la accion efectiva, 
en esta seccion calculamos la creacion de particulas en una metrica cosmologica. Consideramos la 
siguiente metrica: 

ds^ = a^{t)[-df + dr^] + a^{tydn2, (4.122) 

donde a{t) = 1 + 5{t) con 6 « 1 y 6 ^ para el pasado y futuro lejanos. Llamamos t al tiempo 
conforme. 

El mimero total de particulas creadas durante la evolucion cosmologica esta determinada 
por la parte imaginaria de la accion efectiva in-out. Esta accion efectiva puede obtenerse a 
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partir de la accion efectiva Eucli'dea reemplazando el propagador Euclideo por el propagador de 
Feynman. Como P ~ 5, la aproximacion en potencias de P es adecuada para calcular la creacion 
de particulas. Al orden mas bajo en 5, la accion Eucli'dea esta dada por las ecuaciones (4.97) y 
( ^l02D , donde los propagadores son los del espacio piano. 



En el vacio conforme, los terminos presentes en la parte anomala de la accion efectiva son 
reales y locales (lo que traera importantes consecuencias en relacion con el Hmite clasico de los 
modelos cosmologicos en dos dimensiones, como se vera en la seccion siguiente). Solo la parte 
invariante es no-local y contiene una parte imaginaria que da la creacion de particulas. 



Tomando la transformada de Fourier de la ecuacion (4.102), y reemplazando p p — ie 
obtenemos 

^in-out ^ 1 r ^2p|p. x|2^J — ^ terminos locales. (4.123) 

IGvr^ J p"^ — ie /i^ 

Por otra parte, utilizando el hecho que: 

2 • 2 

In^-^ =ln|^| -i7re(V), (4.124) 
el niimero total de particulas creadas esta dado por 



nT = ImS;,™* = "I^ / d'p\Pip)\'^-^- (4.125) 



Esta ecuacion es general (no hemos dicho nada acerca de P), ahora bien, en el caso en que 
P = P{t), riT puede re-escribirse como: 



:<in— out ^ f j„ I ^b^„ \\2 ^ 



nr = Im5~ = — - / dpolPipo)]'-, (4.126) 

16V TT J Pq 

donde V es el volumen espacial. 

Como la metrica es asintoticamente plana para t — > ±00, la transformada de Fourier P{po) 
se anula cuando po ^ 0. Por lo que nx es una cantidad finita que representa el analogo en dos 
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dimensiones de la expresion general en cuatro dimensiones (en el caso de ^ = 0, m = y Cabcd = 0) 



encontrado en |81]: 



n. 



(4D) 



^1 A0(p2-W) (l 



4m 
p2 



1 

2 \ 2 



\m\' 



m - 1? 



40- 



m 



^ 1 ^m? 
6 Qp^ 



4m^ 
p2 



(4.127) 



4.3 El limite semiclasico 



En esta seccion aplicaremos el metodo de la funcional de influencia en gravedad semiclasica con 
el objeto de iniciar el analisis de la transicion cuantico-clasica en modelos bi-dimensionales. Si- 
guiendo la formulacion desarrollada para los sistemas cuanticos abiertos, calculamos la funcional 
de influencia integrando los grados de libertad asociados a los campos de materia cuanticos. Este 
calculo es exacto para el modelo CGHS y requiere de aproximaciones en modelos mas generales 
donde el dilaton aparece acoplado a los campos de materia. 

Como mostramos en el Capitulo 3, la funcional de influencia esta intimamente relacionada a 
la accion efectiva de camino temporal cerrado (AECTC) por lo tanto en lo sucesivo utilizaremos 
ambas denominaciones para referirnos al mismo objeto. Como la funcional de influencia nos provee 
de la evolucion temporal de la matriz densidad reducida, es una herramienta fundamental para el 
estudio de la validez de la aproximacion semiclasica. 



4.3.1 Calculo exacto de la funcional de influencia 

Debido a la invariancia conforme del modelo CGHS podemos calcular de manera exacta la fun- 
cional de influencia y desarrollar un estudio detallado de la validez de la aproximacion semiclasica. 
Como mostramos en la Seccion 4.1, los efectos cuanticos de los campos de materia producen la 
accion efectiva CTC de la ecuacion ( 4.56| ) para el modelo CGHS [57|. En la medida conforme esta 



accion se reduce a: 
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Jd^xJ d'yd+d.p-ix^) Gabix^,y^) d+d-p\y^). (4.128) 



N 
67r 



Integrando por partes, esta accion efectiva puede descomponerse en la contribucion clasica, la 
diferencia entre los terminos de Polyakov en cada rama, mas un termino de superficie: 



S^P^''[p+,f+,p-,f-;n = -ScGHs(p+,/+)-5cGHs(p-,r) 

N 
12^ 

N 



J (fx [p^d+d-p'^ — p-d+d-p ] 
{terminos de superficie}, (4.129) 



donde 

/+0O f + OO _ _ 

dx / dy [d^-A{x,k{x)) Ni[x,k{x);y,k{y)] dy-A{y,k{y)) 
-oo J —oo 

+ 2d^-E{x,k{x)) N2[x,k{x);yMy)] dy-A{y,k{y)) 

+ d^-'E{x,k{x)) N3[x,k{x);y,k{y)] dy-E{y,k{y))] 

/+00 r+oo 
dx / dy[E(x,k{x)) d^+N2[x,k{x);y,k{y)] dy-A{y,k{y)) 
-oo J —oo 

+ E{x, k{x)) d^+N4[x, k{x);y, k{y)] d^-E{y, k{y)) 

- ^Eix,k{x)) d^+dy+N4[x,k{xy,y,kiy)]Eiy,k{y)) . (4.130) 

La superficie de empalme S esta definida por 

tx = k{x), ty = k{y); A = ^(p^ — p~), E = ^{p'^ + p"), y Ion niicleos Ni son 

Ni = G++ + G+--G-+-G— 

N2 = G++ + G+_ + G_+ + G__ 

-/V3 = G-)— )- — G-| — G |_ + G 

N4 = G++-G+- + G-+-G—. (4.131) 
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La expresion (4.129) para la accion efectiva es totalmente general, y puede aplicarse a cualquier 
metrica en la medida conforme. Si la accion de influencia tiene una parte imaginaria no-trivial, esta 
debe estar contenida en los terminos de superficie. Si ambas metricas coinciden asintoticamente 
en el futuro, y si la superficie de empalme pertenece a tal region, todos los terminos de superficie 
se anulan debido a las relaciones usuales entre las funciones de Green , las cuales son validas en la 
region plana; y A son simultaneamente cero y solo el termino de la anomalia sobrevive dado 
que todos los terminos de superficie son proporcionales a A y/o a 

El hecho que la accion de influencia pueda calcularse facilmente a partir de la accion EucHdea 
es un resultado muy importante. La superficie de empalme T, tiene un rol crucial, en la medida 
conforme toda la informacion relevante acerca de la transicion cuantico-clasica esta contenida en 
los terminos de superficie que son dependientes de S. 



4.3.2 Funcional de influencia para historias cosmologicas: limite clasico 

En esta seccion evaluamos expKcitamente la funcional de influencia para metricas cosmologicas 
y calculamos su parte imaginaria. Como la funcional de influencia depende de la superficie de 
empalme, mostramos como depende el proceso de perdida de coherencia de la eleccion de tal 
superficie. 

Llamamos M y M a cada uno de los espacio-tiempos descriptos por g'^^, y g~j^ respectiva- 
mente. Asumimos que ambos espacio-tiempos son asintoticamente pianos en el pasado y que ellos 
coinciden sobre una hipersuperficie espacial S. Siempre es posible definir una hipersuperficie Y!,m 
en M por medio de una relacion entre t y x, digamos t = k{x). Lo mismo para una superficie 
en M. por medio de t = k{x). Nosotros queremos identificar S_a4 y en una hipersuperficie 
comun S. Por lo tanto debemos introducir un mapa entre los puntos sobre ambas hipersuperficies 
a traves de la identificacion de la geometrfa intrfnseca local. En los modelos bi-dimensionales, 
una definicion invariante de la uno-geometrfa esta provista por el valor del dilaton (/>(s), como una 
funcion de la distancia propia a lo largo de la hipersuperficie. La identificacion de la uno-geometrfa 
implica que para la misma distancia propia (medida respecto de algiin punto de referenda arbi- 
trario) ds^ = ds'^, el dilaton debe tener el mismo valor para cada una de las geometrias sobre S, 
es decir: (j)'^{s) = (j)^{s). Entonces, d(j)~^ /ds = d(f)~ {s)/ds. Dados dos espacio-tiempos y la funcion 
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k que define a la superficie Ex en M., las condiciones impuestas por la identificacion permiten 
deter minar k, y por ende en Ai. 

Considercmos dos metricas cosmologicas caractcrizadas por las funciones p~^{t) y p~{t). Para 
calcular la funcional dc influencia es necesario conocer explicitamente las funciones dc Green Gab- 
Como ambas metricas son planas en el pasado remoto y son conformes al espacio de Minkowski, 
los propagadores en el estado de vacfo in tienen la misma estructura funcional que para el espacio 
piano, por ejemplo, el propagador de Feynman esta dado por 



donde C es una constante indeterminada (que proviene de la divergencia infraroja cuando p ^ 0). 
Expresiones similares se pueden escribir para las demas funciones de Green. Es importante notar 
que en {x,y) y G \-{x,y) las coordenadas x e y corresponden a diferentes espacio-tiempos. 

4.3.3 Hipersuperficies de tiempo constante 

Gonsideramos una superficie en M , definida por t = T. Para realizar el "empalme" entre las 
hipersuperficies, debemos imponer que (f)^ = (f)~ sobre S. Como es una constante sobre E^, 
esta hipersuperficie debe ser tambien de tiempo constante t = T. Gambiando la escala temporal 
siempre podemos tomar T = T. 

La AEGTG para metricas cosmologicas puede escribirse como 



G++{x,y) = i{0,in\Tf+{x)f+{y)\0,in) 




= T^^dnlltx - ty\ + x-y]- iLog\U - ty + x-y\ + C, 



(4.132) 



»CTC 
'ef 



= ScGRsiP^J^) - SCGRS{P ,f ) 




dtx / dty p°'{tx) p^{ty) / dx I dy Gabix,y), 



(4.133) 
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donde los indices ayb denotan nuevamente las diferentes ramas del CTC. Utilizando regularizacion 
dimensional, podemos evaluar 

/+00 r+oo Q 

dx / dy G++ = - \t^-ty\, (4.134) 
-OO J —CO ^ 

donde es un factor de volumen global. Similares expresiones pueden obtenerse para G y 



G_| Reemplazando esta expresion en ( 4.133 ) podemos demostrar que: 



S^^"" = 5cGHs(p+,/+)-5cGHs(/0",r) 

N 
12^ 



J d^x [p+d+d-p+ - p-d+d-p-]. (4.135) 



Como se ve de esta expresion no existe parte imaginaria y/o no-local en esta accion efectiva. 
La linica correccion al termino clasico proviene de la anomalia de traza. La consecuencia de este 
hecho es que la funcional de perdida de coherencia es identicamente uno. Para que la aproximacion 
semiclasica sea valida, la funcional de perdida de coherencia debe ser diagonal para geometrias 
del espacio-tiempo macroscopicamente diferentes, aiin si ellas coinciden sobre una hipersuperfi- 
cie espacial. Por lo tanto podemos concluir que debido a la invarianza conforme, los modelos 
cosmologicos en dos dimensiones no tienen un Kmite clasico bien definido. 



4.3.4 Hipersuperficies mas generales 

Para mostrar expHcitamente la dependencia de los resultados con la hipersuperficie, calculamos 
la funcional de influencia para hipersuperficies mas generales. 

Debemos calcular expresiones del tipo 

[dx [dy [^ dt^ [^ dtyp''{t^)p\ty)Gab{x,y), (4.136) 

J J J —OO J — OO 

donde hemos definido las hipersuperficies en cada rama como: 



k{x) = T + Ak+ix), 



(4.137) 
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k{x) =T + Ak-{x). (4.138) 

Consideremos que Ak^{x) y Ak^{x) son pequenas fluctuaciones alrededor de la superficie t = 
T y calculamos la funcional de influencia a segundo orden en una expansion en potencias de 
dichas fluctuaciones. Obviamente, el orden cero solo da la anomalia de traza. A primer orden la 
funcional de influencia solo tiene terminos reales (terminos de superficie que no contriuyen a 
las ecuaciones de movimiento) . El segundo orden esta dado por 

/+00 r+oo 
dx dy Gab{x^T-y,T)Ak%x)Ak\y). (4.139) 
-oo J —oo 

Introduciendo los propagadores y haciendo las integrales espaciales, la parte imaginaria resulta 
ser proporcional a: 

4vri ^ \p^+{T)Ak+\p) - p+{T)p-{T)Ak+*{p)Ak-{p) 
Jo P L 

- p^{T)p+{T)Ak+{p)Ak-*{p) + p-^{T)Ak-^{p)\ , (4.140) 

donde Ak^{p) y Ak^{p) son las transformadas de Fourier de las funciones de perturbacion. Para 
describir el empalme entre las hipersuperficies debemos resolver las ecuaciones, 

(j)+[k{x)] = (l)+[T + Ak+{x)] =0-[fc(y)] =(p-[T + Ak-{y)]. (4.141) 

Esta identificacion puede describirse por medio de la funcion y{x) entre las coordenadas sobre S 
en cada uno de los espacio-tiempos. Ademas debemos imponer que los intervalos scan iguales en 
cada espacio-tiempo sobre S, por lo tanto: 

dx]^_l-{i)\^-lHy)} (4.142) 



dy 



1_ 



Expandiendo la ecuacion ( [4.141| ) para Ak~^{p) y Ak (p) pequenos, y teniendo en cuenta que 
y = X + 0(A/c^), encontramos que 

Ak+{x) ^ Ak-{y)t-^ ^ Ak-{x)t-^. (4.143) 
(p+{T) 4>^{T) 
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Por lo tanto la parte imaginaria puede re-escribirse como 



p+(T) 



p-{T) 



dp 
P 



AA;+(p)p 



(4.144) 



En consecuencia existe una parte imaginaria de la funcional de influencia distinta de cero para 
pequenas fluctuaciones alrededor de la superficie de tiempo constante. El valor absolute de la 
funcional de perdida de coherencia esta dado por 



\V[p+,p--T.]\^e 



-4lT 



7^°°f |Afc+(p)p 



(4.145) 



En este punto debemos aclarar que un criterio razonable para asegurar que la transicion 
cuantico-clasica es posible es exigir que |P| <^ 1 para toda hipersuperficie de empalme S. Esta 
claro que esta condicion no se satisface para la superficie mas simple en el caso cosmologico. El 
objetivo de los calculos realizados en esta seccion es mostrar la dependencia con T, de la accion 
de influencia (ecuacion (4.144)). El ejemplo de la ecuacion (4.144) muestra la dependencia con 
S de la accion de influencia en un ejemplo sencillo. La importancia de tal ejemplo se pone de 
manifiesto tambien cuando se estudia la validez de la aproximacion semiclasica en las cercanias 
de un agujero negro |83, 84|. Si la aproximacion semiclasica es correcta, la funcional de onda de 
los campos cuanticos no puede depender fuertemente de la masa del agujero negro. En particular, 
si consideramos dos espacio-tiempos diferentes, uno descripto por el colapso de un agujero negro 
de masa M y el otro el de un agujero negro con masa M + AM, funcionales de onda similares 
al inicio del colapso no pueden diferir mucho cuando el agujero negro ya se ha formado (si AM 
es pequeho). Para comparar ambas funcionales debemos hacer coincidir la superficie T, en ambos 
espacio-tiempos y calcular el producto interno de las funcionales de onda sobre S. En |83] fue 
demostrado que para ciertas superficies, este producto es arbitrariamente chico para geometrfas de 
colapso clasicas; mientras que en |Q el producto es de orden uno si se consider a la retro-reaccion 
cuantica. 



El producto interno referido en el parrafo anterior (calculado en ||8^ y [gj]) es exactamente 
la funcional de influencia evaluada a traves de 5'^'^^, para geometrfas de colapso de agujeros 
negros con masas M y M + AM y superficie de empalme S. Por lo tanto, toda la informacion 
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acerca de la aproximacion semiclasica en las cercanias de un agujero negro debe estar contenida 
en los terminos de superficie que aparecen en la funcional de influencia de la ecuacion (|l2|). En 
realidad, el resultado de la ecuacion ( 4.12g| ) es completamente general y vale para todo par de 



metricas y para toda hipersuperficie de empalme S. 

Volviendo a la situacion cosmologica, la interpretacion fisica de los resultados obtenidos en 
esta seccion es la siguiente: nosotros hemos elegido el vacio in como estado cuantico de los campos 
de materia. Para hipersuperficies t = T, siempre podemos elegir una base out tal que sea el vacio 
conforme en ambos espacio-tiempos. Por lo tanto, los coeficientes de Bogoliubov entre las bases 
in y out son triviales en ambas geometrias. La funcional de influencia es real y no hay perdida de 
coherencia. Para hipersuperficies mas generales, podemos elegir como base out el vacio conforme 
en uno de los espacio-tiempos, pero esta base, en general, no corresponde al vacio conforme en 
el otro espacio-tiempo. Por lo tanto las bases in y out son diferentes en ambos espacio-tiempos, 
existe creacion de partfculas y por ende aparece una parte imaginaria. 

Hemos mostrado que la funcional de influencia tiene una parte imaginaria para algunas hipersu- 
perficies, y que esta parte imaginaria se anula para la mas comiin de todas las posibles elecciones, 
las de tiempo constante. El valor absoluto de la funcional de perdida de coherencia tambien 
depende de la hipersuperficie S. 



4.4 Calculos aproximados de la funcional de influencia 



En la seccion anterior utilizamos la accion efectiva para el modelo bi-dimensional de gravedad 
dilatonica, donde solo los campos de materia fueron cuantizados, para evaluar de manera exacta 
la funcional de influencia y discutir el mecanismo de perdida de coherencia cuantica. Si queremos 
tener una descripcion completa de los efectos cuanticos en el modelo CGHS, debemos considerar 
las fluctuaciones cuanticas del dilaton y de la metrica. En la literatura, estas fluctuaciones fueron 
consideradas para el calculo de la accion efectiva in-out La cuantizacion de estos campos 

implica la necesidad de desarrollar calculos perturbativos en lazos y expansiones en potencias de la 
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curvatura. Por ejemplo, para evaluar las correcciones cuanticas que provienen del campo dilaton, 
podemos separarlo en don contribuciones: un fondo clasico mas una fluctuacion cuantica pequena 



(x) = (poix) + 4>{x), 



(4.146) 



por lo tanto, introduciendo esta division en la accion clasica, y a orden cuadratico en las fluctua- 
ciones cuanticas podemos escribir la contribucion dilatonica a la accion clasica como 



+ 4idi;f + 2 [r{x) + 2id(Po? + 'id'^^ V'' + SA^V^^} , (4.147) 

donde re-definimos tf^ = e~'^°(j). 

En consecuencia, la accion para las fluctuaciones del dilaton tj: corresponde a la de un campo 



escalar masivo, acoplado de manera arbitraria a la curvatura y al dilaton clasico de fondo [57|. En 
la Seccion 4.2.1, obtuvimos un modelo bi-dimensional de juguete a partir de modelos en cuatro 
dimensiones con simetria esferica, lo que representa otro ejemplo en la misma direccion. En ese 
caso la accion para los campos de materia es Ec. ( 4.96| ) 



(fx ^ {d^f + P 



(4.148) 



que corresponde a un campo escalar no-masivo acoplado a la geometria. 



Por lo tanto, para obtener las contribuciones cuanticas en casos mas generales, hay que tener 
en cuenta acciones del tipo de (4.147) o ( 4.1481 ). Dado que en la Seccion 4.2 calculamos la accion 



efectiva EucKdea correspondiente a la ecuacion (4.148), en esta seccion, a modo de ejemplo de los 
casos mas generales, vamos a calcular la correspondiente funcional de influencia y mostraremos 
como aparece una parte imaginaria que produce los efectos de perdida de coherencia a traves de 
la funcional de Hartle y Gell-Mann (para el caso de la accion (4.147) ver la Ref. [|6^). 



Partimos de la accion efectiva EucKdea, a orden cuadratico en P y i? de ( [4.97 ) y ( [4.102| ): 
•^ef = -^jSx^j<fy^^^^R{x)^R{y)-P{x)^R{y) 



1 

8^ 



d X y/g d y ^ P{x] 



In- 



-□ 



-P{y), 



(4.149) 
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que corresponde a la expansion en potencias de P de la seccion anterior. Para obtener la accion 
efectiva de camino temporal cerrado, seguimos el mismo procedimiento que en el calculo exacto 
de la funcional de influencia explicado anteriormente. Debemos reemplazar los propagadores 
Euclideos por los correspondientes al CTC. Antes de hacer este reemplazo es necesario tener en 
cuenta que en el ultimo termino de ( [4.149| ) aparece un niicleo no-local que no es el propagador 
EucHdeo estrictamente. Debemos notar que este micleo puede ser escrito de la siguiente manera 
en terminos de propagadores masivos en el espacio EucHdeo: 



□ n 



lim 



dz . ^, 
iz + 5) 



G ^,,2 



s^2 In 5 



(4.150) 



donde 



G 



p2 _|_ 
1 



Ahora si, reemplazando los propagadores Euclideos por los del CTC, la accion de influencia 
para este caso es: 



2 

.,2 



donde Fab = li™5^o[~ /o°° dz (^^+5) + ^ab'^ In 6]. Los indices a y b denotan las ramas temporales 
del CTC. En la medida conforme, los dos primeros terminos se localizan aportando terminos de 
superficie. Por lo tanto la accion de influencia en este caso es: 



-.CTC ^ _ 

127r 



^ / d^x [p^ dj^d^p^ — p dj^d-p ] 

ZTT J 

- ^ f [p+ AP - p- AP] 
Sir J 

- -fd^x / A AP(x) EP(y) - yO) / ^ e*p{-s/) J_ in , 
■K J J J (27r)^ /x^ 

+ ^Jd'x J d'y AP{x) AP{y) J "^'^ ^'^^^-^^ ^^"^'^ 



p2 



Jp{x-y) 

(27r)2 " p2 

+ {terminos de superficie}, (4.152) 
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donde AP = P+ - p- . 

Finalmente, el valor absolute de la funcional de perdida de coherencia tiene dos contribuciones: 



la parte imaginaria de los terminos de superficie mas el ultimo termino de ( 4.152 ) 

|P[p+,/9"]| PS ■^'^^^ l^-PWP^^^ g-Im [terminos de superficie] ^ (4.153) 

Es importante ver que el primer factor del lado derecho de esta ecuacion tiene la misma forma 
que el termino de creacion de partfculas para metricas cosmologicas (ecuacion ( [4.125 )). Aqui P 



ha sido reemplazada por la funcion AP = P^ — P~ debido a que estamos haciendo el calculo a 
partir de la accion efectiva de camino temporal cerrado. La ecuacion ( 4.125| ) fue obtenida a partir 
de la accion efectiva in-out. 

En particular, para aquellas situaciones donde los terminos de superficie se anulen, los efectos 
de perdida de coherencia persisten debido al termino invariante proporcional a P^. Un modelo 
mas realista deberia incluir los efectos de los gravitones. En ese caso mas realista donde las 
fluctuaciones cuanticas de la metrica son tenidas en cuenta, aparecera una parte imaginaria extra, 
pero la conclusion acerca de como el efecto de perdida de coherencia aparece en estos modelos 
seguira siendo valida. 



4.5 Discusion 



En este capftulo hemos aplicado el metodo de la funcional de influencia a modelos de gravedad 
escalar-tensorial en dos dimensiones. Estos modelos presentan simplificaciones importantes res- 
pecto a los modelos generales en cuatro dimensiones. Para el modelo CGHS hemos mostrado que 
la accion de influencia puede calcularse exactamente y que es un objeto fuertemente dependiente 
de la hipersuperficie donde se empalman las geometrias. En particular, en la medida conforme la 
AECTC puede escribirse como la diferencia entre las acciones de Polyakov en cada rama temporal 
mas una integral sobre S. 

Utilizamos esta accion de influencia para derivar las ecuaciones de movimiento semiclasicas. 
Estas ecuaciones son reales, causales y no-locales, y se tornan locales en la medida conforme. La 
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derivacion de estas ecuaciones no es trivial debido a la dependencia con la metrica de las funciones 
de Green. Este es un hecho muy importante porque permite extender el calculo a casos donde no se 
puede determinar el (T^^) utilizando la ley de conservacion y la anomali'a de traza linicamente. En 
referenda a este ultimo caso mostramos como obtener el tensor de energia-impulso para modelos 
donde el dilaton aparece acoplado al campo escalar de materia. En estos modelos el {T^u) no se 
conserva y la anomalia de traza no lo determina completamente. Seguidamente extendimos la 
discusion al calculo correcto de la radiacion de Hawking y otros observables fisicos en este modelo. 

Hemos estudiado la transicion cuantico-clasica en modelos cosmologicos. La funcional de 
influencia no tiene una parte imaginaria para algunas superficies de empalme. Por lo tanto la 
aproximacion semiclasica no es valida en estos modelos. 

La aproximacion semiclasica puede obtenerse de manera consistente cuando incluimos en la 



cuantizacion al dilaton para el modelo CGHS |67|, o cuando estudiamos la funcional de influencia 



para campos escalares masivos y/o acoplados al dilaton o a la geometria de manera no conforme. 

Para finalizar, es necesario mencionar que la geometria en los modelos bi-dimensionales esta 
determinada por la metrica y el dilaton. Por ejemplo, cuando restringimos los modelos en cuatro 
dimensiones con simetria esferica (como el ultimo ejemplo del capitulo), el dilaton es parte de la 
geometria dado que e"^"^ es el radio de la dos-esfera. En general, en el modelo CGHS, los lazos 
asociados a las fluctuaciones cuanticas del dilaton y de la metrica eran ignorados argumentando el 
Ifmite de N grande (N es el niimero de campos escalares de materia presentes en el modelo). Como 
pudimos demostrar en este capitulo no importa cuan grande es N, no hay perdida de coherencia 
si uno no considera el efecto de las fluctuaciones cuanticas del dilaton y/o de la geometria para 
el modelo CGHS. Para modelos mas generales, donde existe un acoplamiento entre el dilaton y el 
campo de materia, la misma interaccion asegura la aparicion de una parte imaginaria en la accion 
de influencia y el efecto de perdida de coherencia esta asegurado. 



Capitulo 5 



Las ecuaciones de Einstein - Langevin 



Como dijimos anteriormente, las ecuaciones semiclasicas para la gravedad son la generalizacion 
de las ecuaciones de Einstein cuando la materia, fuente de estas ecuaciones, es considerada 
cuanticamente. La fuente de estas ecuaciones es el valor de expectacion de vacfo del tensor 
de energia-impulso de los campos de materia. Debido a la presencia de divergencias en la teoria 
(dado que la relatividad general no es una teoria renormalizable) , la ecuacion semiclasica (J^^ del 
capitulo anterior usualmente se escribe como 



1 





SttG 



donde los terminos proporcionales a 




< a 



- 2UK 



(5.3) 



provienen de terminos cuadraticos en la curvatura presentes en la accion gravitatoria, los cuales 
son necesarios para renormalizar la teoria. 
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Este teoria, que asume a la gravedad como a un campo clasico, es valida para escalas mayores 
que la de Planck y cuando las fluctuaciones cuanticas del tensor de energia-impulso son pequenas 



respecto al valor medio, es decir que cuando vale [54] 



(V(x)r,.(y)) « {T,,ix)){T,^iy)), (5.4) 

por lo tanto la descripcion semiclasica no seria apropiada para aquellos estados de campo en 
los cuales el tensor de energi'a-impulso presenta fluctuaciones grandes. Estas fluctuaciones, sin 
embargo, pueden tenerse en cuenta incluyendo un termino estocastico adicional del lado derecho 
de ( |5.lD 1 62, |8^, 87]. Estos terminos de ruido adicionales provienen de la parte imaginaria de la 



accion efectiva de camino temporal cerrado; por lo tanto las ecuaciones de Einstein semiclasicas 
pasan a ser ecuaciones de Einstein- Langevin, que incluyen efectos tanto disipativos como difusivos 
de los campos de materia sobre la geometn'a del espacio-tiempo. 

Estas ecuaciones de Einstein-Langevin (EEL) fueron derivadas en la literatura, para pertur- 
baciones pequenas de la metrica con acoplamiento conforme a campos escalares sin masa sobre un 



fondo piano |87|, y en escenarios cosmologicos, para campos masivos en universos de Robertson- 



Walker pianos 1 88], o en modelos de Bianchi-I ]8S]. En este capitulo presentamos una derivacion 
de las EEL para un campo cuantico, en una expansion covariante en potencias de la curvatura. En 
particular, mostramos que cuando el campo escalar no tiene masa, las EEL estan completamente 
determinadas por la dependencia de las constantes de la teoria con la escala de energfa, a traves de 
las ecuaciones del grupo de renormalizacion (que llamaremos "escaleo" de las constantes). Para 
campos masivos, el escaleo no es suficiente para obtener la EEL y es necesario utilizar metodos 
mas complejos. 

5.1 La accion efectiva Euclidea 

Consideramos un campo escalar masivo sobre un fondo curvo Euclideo clasico en cuatro dimen- 
siones. La accion clasica esta dada por 
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donde 



jS'ct 



1 



-{R - 2Ao) + ao-R^ + PoRf.uR'"' 







(5.6) 



5'mat = 2 / ^ 



(5.7) 



Como antes, ^ es la constante de acoplamiento a la curvatura del espacio-tiempo. Go, Aq y las 
constantes adimensionales qq y Po son las constantes desnudas. 

La accion efectiva para esta teoria es un objeto no-local complicado. Esta definida integrando 
funcionalmente sobre el campo escalar de materia, y como vimos en el capitulo anterior, formal- 
mente podemos definirla como: 



N V(pe 



'S[gfj,„,(j)] 



(5.8) 



donde N es una constante de normalizacion. 

Este calculo es obviamente imposible de realizar de manera exacta, y en consecuencia uno 
de los problemas fundamentales consiste en hallar esquemas aproximados para las ecuaciones 
efectivas en teoria de campos. Dos de estos esquemas estan representados por los desarrollos 
perturbativos de campo debil y por la tecnica de Schwinger-de Witt ||5^, |9^. Cada una de ellas 
tiene sus ventajas y desventajas. En particular, la teoria de perturbaciones no es covariante, y 
la tecnica de Schwinger-de Witt no puede producir terminos no-locales en la accion efectiva. A 
partir de estas observaciones, Barvinsky y Vilkovisky propusieron un metodo aproximado para 
evaluar la accion efectiva, basado en una expansion covariante en potencias de la curvatura ||9l[|. 



En general, la accion efectiva a orden cuadratico en la expansion en potencias de la curvatura 



tendra la siguiente estructura |74| 



1 



R + a + (3 R^^ R^""" 



+ ^ j d^^Va [Fo R + RFi{u) R + R^, F2{a) i?^-^ + ...], 



(5.9) 
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donde los puntos suspensivos representan terminos ciibicos en la curvatura. Por simplicidad 
hemos omitido el termino relacionado con la constante cosmologica. Ademas en la ecuacion ( ^.g| ) 
las constantes desnudas de ( ^T^ ) ban sido reemplazadas por constantes "vestidas" . 

Toda la informacion acerca de los efectos de los campos cuanticos esta contenida en la constante 
Fq y en los llamados factores de forma -Fi y F2. Los factores de forma, en general, son funciones 
no-locales construidas con el operador □ y los parametros ^ y m^. Ademas, Fi y F2 dependen 
tambien de la escala de energia fi, usualmente introducida en el proceso de regularizacion. 



5.1.1 Caso no-masivo 



Por medio de las ecuaciones del grupo de renormalizacion, las constantes de acoplamiento vestidas 
dependen de la escala de energia /U de la siguiente forma ||5^: 



dG 

da 
^ dfi 

dp 



TT 



1 



327r2 
1 

'9607r2' 



6 90 



(5.10) 
(5.11) 
(5.12) 



La dependencia de Fq, Fi y F2 con fi debe ser tal que la ecuacion completa no dependa 



de fi. Por ejemplo, a partir de las ecuaciones (5^) y ( 5.10 ) es inmediato demostrar que Fq 
m? In ( ^ ) (C - |) + constante. 



Cuando el campo escalar no tiene masa, la informacion provista por las ecuaciones del grupo de 
renormalizacion es suficiente para determinar completamente los factores de forma. En particular, 
como las funciones Fj, i = 1,2 son funciones de dos puntos adimensionales, mediante analisis 
dimensional es simple ver que -Fj(n, ^u^, ^) = FA^,^). Usando este hecho en la ecuacion ( |5.9| ), las 
ecuaciones (5.11) y (5.12) y el hecho que S^i debe ser independiente de /x, es posible obtener 



da dF^{-a/i^^) 

-H— + 1 = 0, 

d^ dfi 

dp dF2{-U/^j?) 

-fj--r- + ^J■ 1 = 0, 

dfi d^ 
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por lo tanto, es simple demostrar que: 



Fi(D) 
F2(n) 



i-ln 

60 



6^ 

-□ 



1 ■ 








In 




90. 







+ constante, 



+ constante. 



(5.13) 



En consecuencia, la accion efectiva en este caso adquiere una clara interpretacion: es la accion 
clasica donde las constantes de acoplamiento q y /? se reemplazan por funciones de dos puntos 
(no-locales) que tienen en cuenta el "escaleo" en el espacio de configuraciones [32|. 



5.1.2 Caso masivo 

La situacion se vuelve mas compleja cuando el campo escalar es masivo. Los factores de forma 
dependen tambien del parametro m^///^, y por lo tanto no alcanza con imponer que la accion 
efectiva sea independiente de /U para conocer los factores de forma completamente. Estos factores 
de forma han sido calculados expHcitamente por medio de desarrollos covariantes en potencias 
de la curvatura |91|, o mediante una resumacion de la expansion de Schwinger-de Witt La 



expresion de dichas funciones es: 



Fi{D) = / djXi{^,j) In 
Jo 



m 



E(l-f)D 



(5.14) 



donde 



'c^-^e(l-7^) + ^(3-67^-7^) 



X2(C,7) = Y^7^- 



(5.15) 



Obviamente estos factores de forma coinciden con los de la ecuacion ( 5.13| ) en el caso no- masivo 



A esta altura es muy litil introducir una representacion integral para las funciones de dos 
puntos de las ecuaciones ( 5.13| ) y ( ^.14 ) para poder interpretarlas es terminos del propagador 
Eucli'deo (de la misma manera que obtuvimos la accion efectiva CTC al final del capi'tulo anterior). 
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Basicamente, el logaritmo del operador □ puede escribirse en terminos del propagador EucHdeo 



masivo 



In 



7 



dz 



z + fl'^ 



G 



(^) 



(5.16) 



con 



G 



(^) 



(5.17) 



A partir de esta representacion, la construccion de la accion efectiva de camino temporal cerrado 
sigue el mismo camino que el que empleamos anteriormente. 



5.2 La accion efectiva de camino temporal cerrado 

Reemplazando el propagador Euclfdeo por el de Feynman en la representacion integral (|5.16| ) 
obtenemos la accion efectiva in-out usual. Sin embargo, nosotros queremos obtener la accion 
efectiva CTC que provee de ecuaciones de movimiento reales y causales, a la vez de hacer expKcita 
la presencia de fluctuaciones estocasticas. Como ya mencionamos, esta accion esta definida por la 
ecuacion ( [4.53| ), reemplazando los propagadores EucHdeos por los del CTC, como realizamos en 

(EH). 

Las condiciones de contorno, como antes, implican que 0"*" y deben tener modos de fre- 
cuencia negativa y positiva respectivamente, en el pasado remoto y deben coincidir sobre una 
hipersuperficie espacial en el futuro; por lo tanto la dependencia con esta superficie S parece 
ser nuevamente crucial para el calculo de la AECTC. Sin embargo, debemos notar que en este 
caso estamos calculando la accion efectiva utilizando un desarrollo covariante en potencias de la 
curvatura hasta el orden cuadratico. Entonces, como los factores de forma estan presentes en los 
terminos de orden E? de la accion, los propagadores que intervienen en el calculo de la AECTC, 
son simplemente los correspondientes al espacio-tiempo piano; la discusion del capitulo anterior 
(donde estabamos calculando la AECTC de manera exacta para modelos bi-dimensionales) acerca 
de la dependencia con E deja de tener importancia en este caso. 
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En consecuencia, podemos introducir coordenadas normales de Riemann y escribir los propa- 
gadores como los pianos (con signatura (—,+,+,+)) 



GFix,y)= / 7:^^— — 2 -=GB{x,y), 



(5.18) 



G±(x,y) = ^ j 



Jp(x-y) 



2m5{p^ - m^)e{±p^), 



(5.19) 



reemplazando la masa rri^ por + z. 

Realizando la integracion en el parametro z de la representacion integral, podemos escribir 



In 



Am? 



□ 



11- 



CTC 



f d*p Jp(x-y) J 



(l-7^)(p^-ie)+4m^ 

(l-72)(p2+je)+4m2 



2me{p^)e (- 



■p- 



Am'' 

1-Y 



t, t' en C+ 
t, t' en C_ 
t en C_ , t' en C+ 



. - / -0^eiP^-y)2'Kie{-p^)e ( V _ 4^^) t en C+, en C_ 



Gracias a esta representacion podemos escribir la AECTC como 



CrCTCr„+ 



— '^'gravis'"'"] ~ 'S'^avb ] 

~ 8^ / '^''^ / "^'^ ^^^^ ^^^^ ^^^^'^^ 

+ ^ /ci'^ / A A^.(x) A'^'^(y) iV2(x,y) 

- ^Jd'^xJ d'y A^,(x) S'^-(y) D2{x,y), 



(5.20) 



donde A = , S = ^"^+^ , A^^, = y S^^ = La accion gravitatoria clasica 

'5'grav contiene las constantes de acoplamiento vestidas, las cuales dependen de /i, y Fq se absorve 
en la constante G. 
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La parte real e imaginaria de la accion efectiva 5^^^ pueden asociarse con la disipacion y el 
ruido respectivamente, como vimos en el Capitulo 3. Los micleos de disipacion Dj y de ruido Ni 
son: 



/■I f (fp 

Di{x,y)= d-iXi{i,l) j -^—^cos\p{x - y)\\n 



(1 - t)p + 4m^ 



Ni{x,y) = d'jxii^,!) j j^:^ cos\p{x - y)]e i-p - YZTT^i 



(5.21) 



(5.22) 



5.3 Disipacion y ruido: las ecuaciones de Einstein-Langevin 



Dada su definicion, la parte imaginaria de la AECTC es definida positiva. Esto puedc poncrsc de 
manifiesto escribiendo la parte imaginaria en terminos del tensor de Weyl C^i/a/j y el escalar de 
curvatura R por medio de la relacion C^^.a/jC'*''"'^ = 2Rij,,,R^"' - 2/3i?^ Por lo tanto es sencillo 
ver que la parte imaginaria de la accion efectiva es definida positiva: 



/ 



d^p \A{p)\^ A - ^ - -^f 



(5.23) 



donde^ = /o^ e{p^ - j^)>Q,y B = Jld^ ^^eip'' - j^)>Q. 

La parte imaginaria dc la AECTC puede asociarse con la presencia de fuentes estocasticas 
clasicas de ruido r}{x) y 77'^^"^ (x), donde este ultimo tensor tiene las simetrias del de Weyl. Como 
es usual, esta parte imaginaria puede re-escribirse como: 

j Vri{x) J Vr]'""^f^{x)P[r],r]'""^f^]exp (i {A{x) r]{x) + r/'^''"/^}) 



= exp <! - / d^x / d^y A(x)iV(x - y)A{y) + A^,,^(x)iV2(x - y)A^'"'f'{y) 



(5.24) 



donde N{x, y) = Ni{x, y) + l/3iV2(x, y) y A^,,^ = i(C+ „^ - C^^^^). Ademas P[r?, ^'^^'^^ 
distribucion de probabilidad Gaussiana determinada por 

P[r,,r?'^-"/3] ^ A ^^pl^_^Jd\J d%ri{x) [iV(x, y)] ^\(y) 

xe^v[-\jd''x j dSrj^,ap{x)[N2{x,y)\-\t'-<'^{y)Y (5.25) 
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donde A es un factor de normalizacion. 



Por lo tanto, podemos definir la accion efectiva A^i como 



exp{i5'cf} = J Vr]I)r]^,^ai3P[n,Vfiuaf3]exp {iAc{[A, A^^a(^,i:,J:^i,,rj,rj^^a/3]} , (5.26) 



donde 



(5.27) 



Las ecuaciones de movimiento 



0, que son las ecuaciones de Einstein-Langevin 



quedan 



9 (If 9fj,i^ 



1 



32^2 J - ^ --iv-.^y -^.u 



327r2 



(5.28) 



donde a y /3 difieren de a y /? en una constante finita que depende de ^. Como fuentes de 
estas ecuaciones tenemos al valor medio del tensor de energia-impulso del campo escalar mas una 
correccion estocastica caracterizada por las funciones de correlacion 



{ri{x)r]{y)) = N{x,y) 
{riiJ.ua(3{x)r]pcrxe{y)) = Tpj,af3pcT\eN2{x,y), 



(5.29) 



donde el tensor T^^appaxe es una conbinacion lineal de productos de las metricas que conserva las 
simetn'as de Weyl 



1 f 

24 {' 



Y]p[p^u]cTTl\[aVp]e + Vp[aVl3]arjX[priu]e + Va[pVu]pVX[pria]( 

+ 4 r]p[f,r]f^]^7]x[ar]u]e + Vp[ti^(x]aVx[u^p]e + ^p[u^a]aTlx[p^p]e + Vp[i3Vu]ar]x[cVp]t 

- 3 ?7^a {npXVa{uV(3)e + Vaer]p{uVl3)X - TlaXVp{vV(3)e - VpeVa{vV(3)X^ 

+ rjyp {TlpxVa{pVa)e + Vc7er]p{pVa)x - r]aXVp{ti^a)e - r]per]a{pr]a)x] 
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)]}• (5.30) 



A partir de la ecuacion ( ^.281) podemos definir el tensor de energia-impulso efectivo 



= (T^u) + = {Tf^u) + g,.u^ll - V;pu + 27?//;„/3 



a p 



(5.31) 



donde {T^y) es el valor de espectacion cuantico para el campo de materia y T^^ es la contribucion 
de la fuerza estocastica, la que aparece debido a la presencia de los nucleos de ruido escalar N y 
tensorial En el case no-masivo y de acoplamiento conforme, el niicleo de ruido escalar 



1 /"i 

N{x,y) = - dj 
I Jo 



(1-7^) V 7^ 
4 / 36 



cos[pix - y)]9 f V - , (5.32) 



(27r) 



se anula y por lo tanto {T^^Y^^ = 0, debido a que la fuente de ruido ri^^^°^l^ tiene traza nula. Esto 
significa que no existe correccion estocastica a la anomalia de traza [B^]. 



5.4 Discusion 

En el presente capitulo hemos mostrado como los efectos de ruido aparecen en los modelos 
semiclasicos en cuatro dimensiones a traves del calculo de la accion efectiva de camino tem- 
poral cerrado. Un nuevo termino estocastico no trivial se agrega a las fuentes de las ecuaciones 
de Einstein semiclasicas. 

Como hemos mostrado, la parte imaginaria de la accion efectiva (o alternativamente de la 
funcional de influencia) juega un rol muy importante en el estudio de la transicion cuantico- 
clasica, dado que el proceso de perdida de coherencia queda puesto en evidencia a partir de la 
funcional de Hartle y Gell-Mann. En el presente caso, la parte imaginaria ha sido escrita en 
terminos de dos nucleos de ruido. El analisis de dichos nucleos permite un mayor entendimiento 
del proceso de perdida de coherencia y por lo tanto de la validez de la aproximacion semiclasica. 

En particular, estudiamos algunos casos de interes. En el caso no-masivo, es proporcional 
a — 1/6)^ y se anula para acoplamiento conforme. Por lo tanto este termino esta presente solo 



5.4. Discusion 
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cuando el campo es masivo y/o cuando el acoplamiento no es conforme. Esto es de esperar, dado 
que la parte imaginaria de la AECTC esta directamente relacionada con la creacion de particulas. 
Para campos sin masa y acoplados de manera conforme, la creacion de particulas solo tiene lugar si 
el espacio-tiempo no es conformemente piano. En consecuencia, en ese caso la linica contribucion 
a la parte imaginaria de la AECTC es la proporcional al cuadrado del tensor de Weyl. Cuando 
los campos son masivos y/o no estan acoplados conformemente, la creacion de particulas existe 
aun cuando el tensor de Weyl es nulo. Esto explica la aparicion de un termino proporcional a 
en la parte imaginaria de la AECTC. 



Capitulo 6 



Conclusiones 



La motivacion general de la presente Tesis fue avanzar en la comprension del origen y de los 
mecanismos por los cuales la transicion cuantico-clasica tiene lugar en teon'a de campos. En 
particular, utilizando una extension del formalismo de la funcional de infiuencia de Feynman y 
Vernon para teon'a de campos, estudiamos este proceso para campos escalares en el espacio de 
Minkowski y para campos escalares acoplados a geometrias arbitrarias con el objeto de entender 
la transicion "a lo clasico" de modclos dc gravcdad cuantica. Estudiamos el mecanismo dc pcrdida 
de coherencia como primer paso hacia un entendimiento global del proceso de transicion cuantico- 
clasica en teon'a de campos. 

A partir de los resultados conocidos para la particula Browniana cuantica, hemos obtenido la 
accion efectiva de granulado grucso para los modos de frecuencia baja integrando los modos de 
alta frecuencia de un campo cscalar con autointeraccion. En consecuencia, gracias a la funcional 
de infiuencia de Feynman y Vernon obtuvimos los coeficientes de difusion de la ecuacion maestra. 
Ademas, evaluamos las ecuaciones de movimiento para el campo-sistema, las cuales incluyen 
efectos tanto disipativos como difusivos gracias al acoplamiento con el entorno. 

Como sistema y entorno son dos scctorcs dc un mismo campo cscalar, los resultados dependen 
fuertemente del "tamano" de estos sectores, cl cual csta dctcrminado por la longitud de onda cn'tica 
A~^. Los resultados obtenidos para el espacio de Minkowski pueden generalizarse inmediatamente 
para el espacio-tiempo de de Sitter cuando el campo escalar es no-masivo y esta acoplado de manera 
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conforme a la geometn'a. En ese caso mostramos que, cuando la longitud de onda cn'tica es igual 
al radio de Hubble, todos los modos del sistema sufren perdida de coherencia y por lo tanto la 
transicion a lo clasico se torna posible. 

Posteriormentc, como primer paso hacia la comprension del proccso dc transicion cuantico- 
clasica en modelos de gravedad cuantica, aplicamos el metodo de la funcional de influencia a 
modelos de gravedad escalar-tensorial en dos dimensiones, considerando el regimen semiclasico, 
donde la geometn'a es un objeto clasico, mientras que los campos de materia se consideran de natu- 
raleza cuantica. Estos modelos bi-dimensionales presentan simplificaciones importantes respecto 
a los modelos generales en cuatro dimensiones. 

En primer lugar consideramos el modelo CGHS. En ese caso hemos mostrado que la accion 
de influencia puede calcularse exactamente y que es un objeto fuertemente dependiente de la 
hipersuperflcie S donde se empalman las geometrias. En particular, en la medida conforme la 
accion efectiva de camino temporal cerrado puede escribirse como la diferencia entre las acciones 
de Polyakov en cada rama temporal mas una integral sobre E. 

Utilizamos esta accion de influencia para derivar las ecuaciones de movimiento semiclasicas. 
Estas ecuaciones son reales, causales y no-locales, y se tornan locales en la medida conforme. La 
derivacion de estas ecuaciones no es trivial debido a la dependencia con la metrica de las funciones 
de Green. Este es un hecho muy importante porque permite extender el calculo a casos donde no se 
pucdc dctcrminar cl (T^jy) utilizando la Icy dc conscrvacion y la anomali'a dc traza unicamcntc. En 
referenda a este ultimo caso mostramos como obtener el tensor de energi'a-impulso para modelos 
donde el dilaton aparece acoplado al campo escalar de materia. En estos modelos el {T^u) no se 
conserva y la anomalia de traza no lo determina completamente. Seguidamente extendimos la 
discusion al calculo correcto de la radiacion de Hawking y otros observables fi'sicos en este modelo. 

Hemos estudiado la transicion cuantico-clasica en modelos cosmologicos. La funcional de 
influencia no tiene una parte imaginaria para algunas superficies de empalme, y en consecuencia 
la aproximacion semiclasica no es valida en estos modelos. 
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La aproximacion semiclasica puede obtenerse de manera consistente cuando incluimos en la 



cuantizacion al dilaton para el modelo CGHS |67|, o cuando estudiamos la funcional de influencia 



para campos escalares masivos y/o acoplados al dilaton o no conformemente a la geometria. 

Por otro lado, es necesario mencionar que la geometria en los modelos bi-dimensionales esta 
determinada por la metrica y el dilaton. Por ejemlo, cuando restringimos los modelos en cuatro 
dimensiones con simetria esferica (como el ultimo ejemplo del capitulo), el dilaton es parte de la 
geometria dado que e"^"^ es el radio de la dos-esfera. En general, en el modelo CGHS, los lazos 
asociados a las fluctuaciones cuanticas del dilaton y de la metrica eran ignorados argumentando el 
limite de N grande (N es el niimero de campos escalares de materia presentes en el modelo). Como 
pudimos demostrar en Capi'tulo 4 no importa cuan grande es N, no hay perdida de coherencia si 
uno no considera el efecto de las fluctuaciones cuanticas del dilaton y/o de la geometria para el 
modelo CGHS. Para modelos mas generales, donde existe un acoplamiento entre el dilaton y el 
campo de materia, la misma interaccion asegura la aparicion de una parte imaginaria en la accion 
de influencia y el efecto de perdida de coherencia esta asegurado. 

Finalmente, en el Capitulo 5 hemos estudiamos modelos semiclasicos en cuatro dimensiones, 
donde la metrica clasica esta acoplada arbitrariamente a campos escalares masivos. Como men- 
cionamos a lo largo de la presente Tesis, las ecuaciones de Einstein semiclasicas han sido postuladas 
para entender algunos de los efectos que se producen al acoplar campos cuanticos con geometrfas 
de naturaleza clasica. Estas ecuaciones no proveen una descripcion completa del problema, dado 
que podemos considerar estados cuanticos de los campos de materia con fluctuaciones tales que 
dicha descripcion se vuelva totalmente inadecuada. Una manera de tener en cuenta la presencia de 
dichas fluctuaciones implica evaluar las correcciones estocasticas que se inducen en las ecuaciones 
de movimiento de las variables clasicas. De la misma manera que la ecuacion asociada de Langevin 
aparece en el movimiento Browniano cuantico (Capitulo 2), o las ecuaciones del tipo Langevin que 
dedujimos para el modelo de teoria campos en el espacio piano (Capitulo 3), estas fluctuaciones 
deben tenerse en cuenta como nuevas fuentes en las ecuaciones de Einstein semiclasicas. 

Las fuentes estocasticas provienen de la parte imaginaria de la accion efectiva de camino 
temporal cerrado que, en este modelo semiclasico es basicamente la accion de influencia. Esta 
parte imaginaria de la accion efectiva juega tambien un rol muy importante en el estudio de la 
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transicion cuantico-clasica, dado que el proceso de perdida de coherencia queda puesto en evidencia 
a partir de los niicleos de ruido de la accion de influencia y se ve claramente debido a la relacion 
de esta con la funcional de perdida de coherencia de Hartle y Gell-Mann. 

El analisis de los niicleos de ruido permite una comprension mayor del proceso de perdida de 
coherencia y por lo tanto de la validez de la aproximacion semiclasica. 

Para campos sin masa y acoplados de manera conforme, la creacion de particulas solo tiene 
lugar si el espacio-tiempo no es conformemente piano. En consecuencia, en ese caso la linica 
contribucion a la parte imaginaria de la AECTC es la proporcional al cuadrado del tensor de 
Weyl. Cuando los campos son masivos y/o no estan acoplados conformemente, la creacion de 
particulas existe aiin cuando el tensor de Weyl es nulo. Esto explica la aparicion de un termino 
proporcional a en la parte imaginaria de la AECTC. 

Por ultimo quisieramos sehalar que el estudio de las transiciones de fase y la formacion de 
defectos topologicos en teoria de campos, ha cobrado gran interes en los ultimos tiempos, debido 
quizas, a que los resultados esperados de estos modelos teoricos tienen relevancia, tanto para 
ffsica de altas energias como para sistemas de materia condensada. La funcional de influencia 
extensamente estudiada en los capitulos previos, es una herramienta fundamental para el analisis 
teorico de tales fenomenos. Es necesaria para la comprension de por que el parametro de orden 
de la transicion se vuelve clasico y para estudiar la dinamica de los defectos topologicos que 
se generan, donde el objeto de importancia es el valor del campo (clasico) promediado en una 
region finita del espacio. La funcional de influencia, por lo visto en esta Tesis, puede aportar 
importantes resultados al estudio de las transiciones de fase en teoria de campos. Actualmente 



estamos investigando este tema [45| 
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